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Préface 


A l’occasion des 60 ans de Michel Gaudin, les membres du Service de Physique Théorique de 
Saclay ont voulu lui rendre hommage. Ceux qui ont été tant marqués par son originalité et sa 
curiosité intellectuelle ont pensé que la meilleure façon de l’honorer était d’offrir aux physiciens 
une synthèse de son œuvre scientifique. 

Michel Gaudin, ingénieur des Ponts, est entré au CEA en 56 grâce à G. Vendryès pour y 
travailler deux ans en Neutronique expérimentale. Après la session des Houches de 58, il entre 
finalement au service de physique théorique dirigé alors par C. Bloch, service où il aura effectué 
toute sa carrière à l'exception d’une année chez C.N. Yang à l’université de Stony Brook en 
1970. 

Ce recueil contient essentiellement ce qu’on appelle, pour être bref, des solutions exactes à 
des problèmes de physique dont la formulation est simplifiée en un modèle. Par là, j'entends 
que l’on peut, presque toujours, s'intéresser au sujet traité sans être un spécialiste. Sa lecture 
nécessite néanmoins certaines connaissances de physique et de mathématiques, et peut conduire 
à consulter des ouvrages de référence. Je ne connais pas d’article de Michel Gaudin qui ne m’ait 
appris une méthode d’analyse ou une technique de raisonnement, et dans tous les domaines ses 
travaux m'ont apporté l'éclairage profondément vivifiant d’un physicien imprégné de culture 
classique. Son style presque littéraire peut surprendre, il s’accorde avec une approche artisanale 
des problèmes et il faut, pour le lire, faire l’effort de suivre le cheminement exigeant et fécond 
de sa pensée. Je souhaite que cet ouvrage puisse être une source d'inspiration en donnant 
l'exemple d’une personnalité de la physique française parmi les plus créatives, bien que restée 
fidèle à elle-même en se tenant à l’écart des modes. Je crois qu’il n’est pas exagéré d’ajouter 
que certains des articles que nous reproduisons participent à des démarches originales qui ont 
ouvert des voies en physique théorique et en mathématiques. Ils ont été regroupés dans cinq 
chapitres : 

Le premier traite des propriétés statistiques des ensembles de matrices sur lesquelles M. 
Gaudin a travaillé durant ses premières années à Saclay. Les articles contiennent entre autres 
la dérivation de la loi limite des espacements de niveaux. 

Le deuxième chapitre est consacré à la mécanique statistique. Deux articles en particulier 
concernent les propriétés d’un gaz de particules qui se repoussent selon les lois de l’électrosta- 
tique à deux dimensions. 


Le troisième chapitre regroupe les travaux sur les systèmes quantiques intégrables qui ont 
occupé leur auteur pendant une partie importante de sa carrière. Il commence par sa thèse non 
publiée, jusqu’ici, consacrée à l’étude d’un modèle de fermions en interaction. On y trouvera en 
outre ses fameux résultats sur la normalisation des états de Bethe, les propriétés thermodyna- 
miques de la chaîne XXZ ainsi que l'introduction de la méthode algébrique pour diagonaliser 
une classe d’Hamiltoniens de spin. 

Le quatrième chapitre rassemble des travaux sur des modèles non-intégrables, soit résolus 
complètement, soit réduits jusqu’à un certain point. Un exemple est le problème du spectre du 
Laplacien dans un triangle. 

Le dernier chapitre contient un article non publié qui développe un algorithme pour calculer 
un Lagrangien effectif de fermions couplés à un champ de jauge. 

Je remercie chaleureusement M. A. Landesman et Mme J. Berger pour tout le soin qu’ils 
ont apporté à la préparation et à l'édition de ce livre. 

Je terminerai en évoquant le souvenir de Claude Itzykson. Sa haute considération pour 
Voeuvre de M. Gaudin l’avait conduit à en encourager vivement la publication. Survenue pen- 
dant la préparation de cet ouvrage, sa mort, qui nous laisse profondément choqués, est une 
perte immense pour la physique française. 


V. Pasquier 
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ON THE DENSITY OF EIGENVALUES OF A RANDOM MATRIX 


M. L. MEHTA t and M. GAUDIN 
Centre d’ Etudes Nucléaires de Saclay, Gif-sur-Yvette (S. et O.) France 


Received 5 May 1960 


Abstract: An exact expression for the density of eigenvalues of a random-matrix is derived. When 
the order of the matrix becomes infinite, it can be seen very directly that it goes over to 
Wigner’s “semi-circle law”. 


1. Introduction 


In heavy nuclei, the interactions are so numerous and so complex that 
almost all the theories are statistical in nature and they try to explain only the 
average properties like level-density, mean square angular momenta, distribu- 
tion of level-spacings, transition probability, etc. ff. 

In this paper, which is essentially the continuation of the preceding one 1), 
we start from the random matrix hypothesis and calculate exactly the level- 
density. This, in the proper limit, will be found to be the famous ‘‘semi-circle 
law’’ of Wigner ?). The proof here is, however, mathematically rigorous. 

The joint probability frequency function of the eigenvalues 01, 6,,..., 6, of 
an nxn hermitian matrix, whose elements are randomly and independently 
distributed (these distributions being invariant under unitary transformations), 
is given by 3) 


PES ee = Mg te tia TI 2—8, (1) 
i<j 
with 
po = me TT Te). (2) 
J= 


To get the level-density one must integrate the expression (1) over all the 
variables but one, i.e. 


Poe es i P(0, 0,, 03, .. ., 0,)d0,d0; . . . d0, (3) 


—09 


We shall do it explicitly for n = 2m. As in the preceding paper, we overcome 
the serious difficulty of the unfavourable symmetrical nature of the integrand 
in eq. (3) by integrating over half the variables, 03, 9;,..., say. We then drop 
the ordering of the variables, expressing the result in determinantal form. 


+ On leave of absence from Tata Institute of Fundamental Research, Bombay. 
tt For a fairly extensive list of references see the preceding paper. 
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After some reductions this determinant will be transformed into the integral 
of the square of another one whose elements are Hermite polynomials. This will 
permit us to use the orthonormality properties of the harmonic oscillator wave 
functions. In this form the problem becomes that of the density of a one dimen- 
sional Fermi-gas. By taking the limit when # — oo, one gets the “‘semi-circle 


29, 


law”: 


J, Janum 
P0) = [a for 0 < y/n, (4) 


0 otherwise. 


2. Symmetrization and Reduction 


By definition, we have 


Eo srad 
ko P(0) =| e @it. a i, eee Tn dx dz, sadr 
(n—1)! SOLE LEL. LE ED eea i i 
—1 —1 
LA i Th x,=0 
1 
Í emette ten Ti Tr | de dzz... dr, 
CELNE EET ET. we ee eee 
—1 ~1 
xy f Ta ta=0 
TREE NT 
= 0(6)+ &(6), (5) 


where ©(8) includes the integrals in which an x with an odd index is put equal 
to 6, while &(6) includes the other terms. Introducing the functions 


Fe) = |? amyd (6) 
and the step-function i 
1 if «>6, 
TR t if «<0, (o) 
(8) is readily seen to be 
0 elza) O e(a,) 0 
L Folz) 1 Fox) 1 
O(8) a —(O*+a3+a}+...) j Fafe) J Fi (ta) ae 
= -f Le Hé 0? Fr) & Fix) x3 | ess 
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For simplicity, we shall take n even, n = 2m. As for & (0) we may integrate over 
Lo, %4, ... in a similar way by introducing the functions 


gile) = [© eg ay, (9) 

and by an obvious change of the variables to their negatives, it is seen that 
&(8) = O(—8). (10) 

Now the integrand in eq. (8) being symmetric in £3, %4, . . ., Zom We can integrate 
over these variables separately and independently over the whole range and 


divide the result by m!. It is easy to verify directly (see appendix I of the preced- 
ing article) by expanding with respect to the first column, for example, that 


0(8) = Oeven (0 ) + Ooaa (6 bs (11) 
with 
0 P1(8) $3 (9) bom—1 (9) 
1 1 3 2m—1 
0 0 Es 0 
Ooven(8) = —e "| fh | (12) 
02m—2 ae anes os 
and 
0 CL g2m-1 
EEE = 
Osaa lð) — e d0) A OS N (13) 
Pom— 2(0) oe 2 is set ie 


where the fi are the numbers 


” i= FF; (14) 
wit 
Fi = [Te F,(x)r dx = 


— 00 re 


et") gi yt dx dy. (15) 
The following recurrence relations are easily established: 
eG ay = ir (HN) ea, (16) 


say, and 


$5(0)—3(7—1)$;-2(8) = 70e. (17) 
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Using these recurrence relations it is elementary to reduce the determinants 


(12) and (13) to the forms 


and 
0 1 
ICO 
Ooga = Oe~° p2(0) Ša 
Pam-—2 (9) bom —2 Eom 
Now, as 


gi) = (—)' F,(—2), 


we can write the result as 


Ko = 
Em—Di P(8) = T,(0)+T,(6)+73(6), 
with 
T,(9) = 2 Oeven (0), 
0 1 02 02m-2 
R Po(0) o Ey bom—2 
T,(8) = —e? p2(9) Ša F Eom J? 
Pam—2(8) Sang: Games Šam-4 
and 


T,(0) = 0e” 


Po (8) Šo $a. $g +... Eom 
p2(0 Ès Ead eg A Sa Eom 
Pam—2 (0) bem—2 Sam Čom+2 -> + + S4m—4 


where the functions p,,(0) are defined by 


We may note that 


do \6 


Pai (9) = E e atda. 


T [X or Fall) | = — 200 Ta(0) +207 (0). 


262... (m—1)02m-4 


(19) 


(20) 


(21) 


(22) 


(23) 


(24) 


(25) 
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One can easily show that (see appendix III of the preceding paper) 


ao Ag seer ee fom 

E E on 

2 Ea by RSME AS oe Eom+2 
bom Eom Eom+2 Eam (28) 
deo E E TG Se 
1 +00 +00 7 b ap 2 
a ten ee Ee 


And hence we have 


1 ls Se 1 À 
T,(8) 
1 co +00 0? yi tee Yai (29) 
Be 2074 TE 2 | ee ee , 
il. ya i Wnr€ 2m—2 ,,2m—2 2m—2 
Om- 8 Yn 
as well as 
1 1 +00 +o +6 no Mess 
SO = ane] ans [ax ernie cr) 
m — id — 00 — 00 —0 
[1 Te se tached tp 1 1 RS 1 
62 HE do $ x? Yi Gens Ves (30) 
Gennes GE, ay DUREE Ge ae ey 


3. Transformation to Oscillator Wave-Functions 


In the equations (29) and (30) let us put 
z = 04/2, Zi = Y;V 2, v = gy/2. 


As the Hermite polynomials are linearly independent, we can express the powers 
of the variables as linear combinations of them. Then in each row of the deter- 
minants we can retain only those Hermite polynomials whose indices are the 
highest. We can also take the exponentials inside. Multiplying by the proper 
normalization factors according to 


u, (a) = (Vati!) te H, (x), 


TRAVAUX DE M. GAUDIN 


we get 
T,(6) = mole Van Ug (2) y(i espa Co) E 
(m 1520 Ua(z dattes Le Ut (%m—1) 
+00 , (31) 
X dz.. i döp at vraie sad uns 
ae a Ugm-2(?) Yom—2(%1) + +» Uom—2(%m—s) 
1 gim- m—1 +00 +00 +2 
6 Fe) = (m—1)! z IT (2-#Va (26) VO fe an ve din] 2 
Uo (2) Mot) - Uo (®n—1) Uo(v) Ug (ty) +... My (Em1) 
x Uo(z) Ua(ts) +... Ua (Tm-1) ua (v) CACHE Ua (Em1) (32) 


= aida se ses Se ee ele "ee Sue eee. 6 6 [is 5 à ere eus sie fee es le sé eer ere eww ee +08 


Ugm-2(?) Uam-2(X1) - - - Usm—2(m—1)|  |Yam—2 (V) Uom—a(%1) : : : Uom- (Em1) 


Multiplying the determinants and using the orthonormality properties of the 
oscillator wave functions u,(x) 


Ba u; (xju; (x)de = à, 


we find 
Mo ma 2 
TO) =v (2m)! 2 Uz; (2) (33) 
and 
i 5 m—-1 +2 
FT) = LOS ut) | sara (34) 
with z = 64/2. 
Eqs. (22), (27), (33) and (34) give 
2mP (=) = V25 CORNO fa ,(v) dv | . (35) 
4/2 5 2i 2i 0 2i 


Using the recurrence relation 
Vu, = Virus Vn+ lu, 


and its integral, together with #,,,,(0) = 0, we can transform the second term 
in the brackets of eq. (35) to the more suitable form 


V2 S Us; (z) là Uy,(v)dv = — v2 S Uz1? —V2m—1 Ugm—1 (2) i Uom—g(v) dv. 


Therefore the final result is 


Va 


2m P (=) - V2 X t+ V2 — lta, (2) | Mam o(e)dx. (36) 
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4. The Limit m — œ 


Equation (36) is exact. If the second term on the right hand side were absent, 
the problem would be exactly that of finding the density of a one dimensional 
degenerate Fermi-gas in a quadratic potential. We shall use this analogy to derive 
the limit in a simple way. 

The equation satisfied by u, is 


93 


(- = +2) m, = (2i+1)u, (37) 


and therefore, classically, the Fermi-momentum for our problem is given by 
P? = 2(2m—2)—2 ~ 4m—22, m>. 


Also, in eq. (37) we have % = 1, so that the density of the Fermi-gas is given by 


1 f(t? l a —_— 
— dp = — V4m—22 for 22 < 4m, 
27 —Pr TT 
Oy(z) = 
r (2) 0 for 2? > 4m. 


Replacing the sum in (36) by this classical limit, and neglecting the second 
term, we get 
a 
/2—V4m—22 for 22 < 4m, 
T 


omP (=) S (38) 


which is the same as eq. (4). 
One can estimate (see appendix) that the neglected term is of the order of 


0 for 22 > 4m. 


1/V m when 22 € 4m. For 2? > 4m, the function Uom_1 decreases exponentially. 
In the neighbourhood of z2 = 4m we can say nothing, as in this neighbourhood 
Um 18 known to be very large. 


We are thankful to Dr. C. Bloch for suggesting the problem, guidance and 
many helpful discussions throughout the work. One of us (M. L. M.) wishes to 
express his thanks to the Commissariat à l'Énergie Atomique for the kind 
hospitality and the award of a de Broglie fellowship. 


Appendix 
We divide the discussion into three parts. 
1) z> V 2n 
In the differential equation (37), for 7 = n, putting 
uw Ju, = —V22—(2n+1)v(z), 
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it is easily seen*) that v(z) has an asymptotic expansion in powers of 
{z?— (2n+1)}-# starting with the constant term unity: 


ay 


(@—(@nplyit 


v(z) ~ I+ 
hence 
w,(z) ~ À exp -f Vx2—2n—lda+ .. . i 
where A is a const. 
2) Z&K Vv 2n 


Applying the second mean value theorem to 


tt 


Un 
U = eZ Ron ema hp RE 
ú 2n+1—z? 
we get 
$ 1 
RS 7. mt < 
e GAO) (where 0 £ £ <a) 


S V n42 {tpi (E) tnya (E) + In- 2) + lng (2)1}, 
where we have used the recurrence relation 
For estimating u,, we may apply the WKB approximation or asymptotic 
methods 4) to get 
IG) $ (2n+-1—2?)-4; 


collecting all these, we have the result stated in the text. 


3) z~ V2n 
As u? approaches in the mean to the classical limit 
be GP ae (on +12), 


we know that w,(z) is large for z ~ V2». 
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ADDENDUM AND ERRATUM 


In an article with the title “On the density of eigenvalues of a random matrix” 
(this journal, 18 (1960) 420) we estimated the dominant behaviour of the 
density of eigenvalues of a random matrix of order n when x is large. However, 
the sum of the squares of the first n oscillator wave functions can be expressed 
explicitly [see Bateman manuscript project, Higher Transcendental functions, 
ed. by A. Erdélyi (New York, Toronto, London), Vol. 2, Ch. 10, and Szegü, 
Orthogonal Polynomials (New York) ], so that the equation (36) of our article 
mentioned above may be replaced by 


2mP (5 ey {2m —1) ton ale) —V (Grn —B) (2m — Than a(2)an-al2)| 
+ V 2m — im (2) f Use: 


As asymptotic expansions of #,(x) for n large are known [apart from those 
already mentioned, one may see also F. Tricomi, Ann. Mat. Pura. Appl. 28 
(1949) 263, and A. Erdélyi in Golden Jubilee Commemoration volume of the 
Indian Mathematical Society, 1959] for all the three cases according to whether 
z > V2n, x ~ V2n or x < V2n, one can get not only the “semi-circle law’, 
but higher terms as well. 

Acorrection to be incorporated in our article: on page 427, twelfth line from 
above the factor before the bracket should read as 


V 2n-+2/2(2n+1—z?). 
M. L. Mehta and M. Gaudin 
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SUR LA LOI LIMITE DE L’ESPACEMENT DES VALEURS PROPRES 
D’UNE MATRICE ALEATOIRE 


MICHEL GAUDIN 
Centre d'Études Nucléaives de Saclay, Gif-sur-Yvette (S. et O.), France 


Reçu le 16 Janvier 1961 


Abstract: The distribution function of the level spacings for a random matrix in the limit of 
large dimensions is expressed by means of a rapidly converging infinite product which has 
been used for a numerical calculation. Comparison with Wigner’s hypothesis gives a very 
good agreement. 


1. Introduction 


Cet article fait suite à un travail de M. L. Mehta 1), où la fonction de distribu- 
tion de l’espacement des valeurs propres d’une matrice symétrique d’ordre n, a 
coefficients aléatoires, est donnée explicitement. Adoptant les hypothéses de 
Mehta, dont nous désignerons l’article par (M), nous nous proposons ici de 
donner la forme limite de cette distribution lorsque n augmente indéfiniment. 
L’expression obtenue dérive d’un produit infini rapidement convergent, ce qui 
nous a permis de présenter une table de valeurs numériques dans tout l'inter- 
valle utile. La comparaison avec la fonction de Wigner ?) pw(S) pour la densité 
de probabilité d’un espacement S, montre que celle-ci diffère de moins de 5 % 
de la fonction exacte pour S/D < 2, et constitue donc une excellente approxi- 
mation dans la région où cette fonction n’est pas très petite. 


2. Formules de Base 


Nous reprenons les notations de (M). La fonction P(6,, 6.) (voir (M), § 5) 
est la densité de probabilité d’observer tel niveau en 6, et tel autre en 6,, sans 
aucun niveau dans l'intervalle 6,, 0a. Dans la région où la densité de niveaux 
est constante et égale à D-1 = 2,/n/z, il est plausible que P (04, 82) ne dépende 
que de l’espacement S = 04—04. Il a donc suffi de considérer P(—6, 6), que la 
formule (M.48) donne sous la forme suivante: 


P(—6, 6) = "7 — (e-2® R, (6)), (1) 


avec 


2m—1 œœ œœ 2 
RO) =a) dyn [are tt TT (yT YAY (2) 
be t 


(m @ i<j 
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et n = 2m. Si nous définissons ¢,,(0) par l'égalité 


0 = [Fan [Pape tt TI (2y?) (3 


i<j 
nous pourrons combiner (1) et (2) sous la forme 


2ml2%-1 q? 


2m(2m—1) P(—9, 0) = nu age Pm (9): (4) 
Par la suite nous ne nous soucierons pas de la normalisation de P(—6, 8) telle 


qu’elle est donnée par (3) et (4). La formule (M.47) s’écrit en effet 
fe 2m(2m—1)DP(—6, 9)d(26) = 1. (5) 


La densité de probabilité p(S) de l’espacement S est donc égale à 212 (2i2-- 1) 
DP(—6, 6), et la normalisation est déterminée par les équations 


f asa(2) = 1, { “ spisya(?) =D. (6) 


Par commodité, nous rapportcrons #,(0) à sa valeur à l’origine et poserons 
P,(0) = ¢4,,(9)/¢,,(0). Notre but est maintenant de chercher la forme limite de 
la fonction #,(8) lorsque mm augmente indéfiniment et que la variable 0 reste 
de l'ordre de l’espacement moyen des niveaux, c’est-à-dire lorsque 
6/D = 244/2m/x tend vers une limite finie. Nous poserons 204/2m = t, de sorte 
que l’on a 


Soit W(t) la limite de Ÿ,(0) dans ces conditions; d’après (4) la fonction p{S) 
est proportionnelle à d?¥/d® et les égalités (6) s'écrivent 


SdP 2 > dv 4D 
7 Fate, [ t—— — dt oc D, 
o d? x Jo dË a? 
d'où l’on déduit 
dv 2 
(5) = ——, puisque lon a Y(0) = 1. 
di / t=0 T . 
La fonction p(S) s'écrit donc 
„F mæ 
p(S) = 40 (7) 


et la fonction de distribution F(S), probabilité d’un espacement inférieur a S 
est égale a 
dv 


dż ` 


F(S) = fps (2) = 1452 (8) 
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3. La Fonction ¥m(0) 


Dans l'intégrale (3) qui nous donne ¢,,(6), effectuons le changement de 
variables 
/2y,=2,, t=1,2,...,m, 


V20 =r. 


x 


Nous obtenons pour 4¢,,(0), à un facteur constant près, 


8,0) = bn BATI] TENI de ete ten Au, 2... Zm), 


v2 7 
où A(2,,22,...,2,) est le déterminant 
2 4 2m—2 
1 z Bree Sy 
2 4 2m—2 
l 2 Zo 29° 
2 4 2m~2 
Ts) Zee E rs Seer 


Par une méthode déjà utilisée dans un précédent travail 3), nous exprimons 4 
en fonction des polynômes d’Hermite; chaque monôme 2,2? qui figure dans A 
est en effet une forme linéaire de polynômes pairs de degré inférieur ou égal à 
2p. Nous avons donc 
Ho(z1) Haz) .. - Hem—2(21) 


Holz) Halza) -. - Hom-2(22) 


Fy (Zm) 5 (2m) Sost Hom—2 (2m) 


Ceci nous permet d’exprimer ¢,,(7/4/2) au moyen des fonctions normalisées de 
Voscillateur harmonique #,, (2) 


Uo(z1)  U2(21) Uom-2(&1) À 
; Ex Uo(&2)  U2(22) Uem—2 (22) 
T 
He (a) |, a), best 
to (2m) Uy (Zn) Uom—2 (Zin) 


Les “g, vérifient donc les relations 


Ve Uo; (Z)Ua5(z)dz = 445. 
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tn | 


Le théorème de Gram appliqué à (10) nous conduit à l'expression suivante: 


f ” uè?(z)dz Í HOME et | © tho (2) Hama (2) 02 
j Ua (Z) Uy (z) dz = HS GÏdE Oo ass i Ug (2) tom—2(2%)d2 
SE ee ae 
i Uam_2(2)40(2)4Z e Uomo Ms (des rs e 165 m9 (Z)Az 


dm est donc un déterminant d'ordre m, d'éléments fY t;,(z)uo;(z)dz = 
L (ô — fE Ua;%a,dz). Sa valeur à l'origine + = 0 se calcule simplement: les 
éléments non diagonaux sont nuls et les éléments diagonaux égaux a > d’où la 


valeur de la fonction V,,(t/+1/2) = }n(t/+/2)/bm(0): 


T 
Aaa 
Wn prend la valeur 1 pour t = 0 par définition, et la valeur 0 pour t = œ, et 
reste toujours compris entre ces deux valeurs puisque, d’après (9), elle est 
décroissante. 


(12) 


+r 
af Ua; (2)Mo,(z) dz - 


=F 


jsi 


4. La Fonction &@,, Comme Déterminant de Fredholm 


La fonction Ym, définie par (12), est le déterminant de Fredholm, pour la 
valeur A = 1, relatif au noyau symétrique, continu, borné 


m—i 
Kn (®, y) =e Uo (2)tox(y), le St, II St. (13) 
L’équation homogéne de Fredholm s’écrit en effet 
+T 
Af (a) = [TK (e, y)f(y)dy, (14) 
où f(x) est une fonction propre et A la valeur propre correspondante. 


A laide de la définition (13), l'équation (14) s’écrit 


afte) =E uale) | ne Grave 


—T 


Posant c, = ft? w,(y)f(y)dy, nous obtenons le système linéaire 


m—1 +r 
deg = > Cr Uor(T)Uoa(t)AX, g—0,1,...,m—lI, 
k=0 -rT 


qui possède une solution, si dét [Aðra — [T7 ur, dx| = 0. Cette équation carac- 
téristique possède m racines réelles 2,,4,,...,,. Nous avons donc 


dét [5 — f unusde| = (1—21) (1—4) ... (1—4); 
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qui est bien le déterminant de Fredholm de l'équation inhomogène correspon- 
dant à (14) pour À = 1. 

La formule de Christoffel 4) donne une expression plus concise du noyau 
Ke, y), 


m—i 


Kml, Y) = 2, “ale Jarly) 


1 


1 
— 7° e-ls? +?) = pan gp) eee (©) Ha) 
l a24 » et 1 

= tie paire en g de — eiet? —— H, (x)H 15 

= partie paire x Va 2 ak 2 ()H,(y) (15) 
= partie paire en x de | emet?) 1 Ham (2) H omiy) H om ly) Hama) 

Vz 22m (2m—1)! x —y 
_ partie paire en x de zy am (om) Mom (9) am 1 (x) 
T—7Y 


5. Forme Limite de l’Équation (14) pour m Infini 


Nous effectuons d’abord le changement de variables qui fait passer de 
t = 04/2 à t = 204/2m, en posant 


L’équation homogène (14) s'écrit alors 


“f (sn) ~ j symm Gi ” Ža) f (2) dy. (16) 


Dans le domaine |£| < #, [nl S #, le noyau devient donc 


Qn(ë n) = n! nls al 
am (5) tonals) tanlan) ammi (aval 
é—n 


Notons que le déterminant de Fredholm relatif à l'équation (14) est identique à 
celui de l’équation (16) écrite sous la forme 


ahl) = f” Onl 0) dn (18) 


hE = CS): 


= Partie paire en £ de 4/m 


. (17) 
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Il est maintenant facile d’obtenir la limite de Q,,(&, n) lorsque m tend vers 
l'infini, £, 7, t restant fixes. Uniformément par rapport a & sur tout intervalle 
fini || <¢, nous avons t. 


__\m 1 
lim OWM g (=) = — COS £, 
mo 2m! 24/m Va 
. (—)" é 1 . 
dim gmp] nH 24/m ya Š, 
c'est-à-dire 
li 4 m £ ) i é 
lim mi)" tam (Sa) T ya SE 
, £ — 1. 
Jim (—)" tana (=) ans 


Par conséquent, uniformément par rapport à &, n, 


— 1 cos ¢ sin y—cos n sin £ 


Q(Ë, n) = lim Q, (£, 7) = Paire en & de 


1 sin(é— 
= Partie paire en £ de — Sn) 
mz éq 
Alors, on a 


QE, n) = 


1 {sin(é—7) sin Et) 
> <t, <t. 
=I — eo}. el< 


Ce noyau est symétrique, continu, borné. La forme limite de l’équation homo- 
gène (14) ou plutôt (18) est donc 


ag(é) = | QE, nlg(nidn. (19) 


6. Les Fonctions Sphéroïdales Solutions de I’Equation (19) 


Les solutions g(£) sont nécessairement paires. L’équation intégrale (19) est 
alors équivalente à la suivante 5) 


1 i sin (E+) 
+ +q 


à condition de se restreindre au sous-espace des fonctions paires, ce que nous 
ferons dans tout le paragraphe. 


Ag (È) = g(n)dn, (20) 


TT 


t Voir réf. 4), Vol. II, ch. X, $$ 10, 13, formules (24), (25). 
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Le noyau sin (é-+-)/x(E-+7) est le carré du noyau exp(ién/t)/V nt, équivalent 


lui-même à cos (£n/t)/V2xt, symétrique, réel, dont les valeurs propres sont donc 
réelles. Si nous obtenons un système complet de fonctions L?(—#, +t), paires, 
solutions de l’équation 


1 +t 

ne) = —— [eg (nan, en 
V'Ont —t 

nous aurons par là même les solutions de (20) et (19) avec la correspondance 

À = u?. Par le changement d’échelle = xt, n = yt, qui ramène les limites 

d'intégration aux valeurs +1, l'équation (21) prend la forme 


vie) = [ef (y)dy, (22) 
avec f(x) = g(tx) et y = uv Qn/t, c'est-à-dire 


t 
A= — 7. 23 
F (23) 
Les solutions de l'équation (22) sont les fonctions dites sphéroïdales 56) 
dépendant du paramètre ¢. Celles-ci sont définies comme les solutions régulières 
aux points +1 de l'équation différentielle 


(L—I)f(x) = 0, (24) 


avec 
L = (z?—1)d?/dr?+ 2xd/dz+ Pa, 


Cet opérateur self-adjoint commute avec le noyau ett défini sur l'intervalle 
—1, +1. Supposons en effet que g(x) soit une solution particulière de (24) 


(L—Dp(x) = 0. 


Posons y(x) = ft; etw g(y)dy. Il est facile de vérifier que (L—/)y = 0, sous les 
conditions suivantes 


(1—a?)p (x) = 0 


Gage | pour |#| = 1. (25) 


Or les conditions (25) imposent la régularité de g(x) en = +1 et déterminent 
les valeurs de /. La fonction y nécessairement régulière en +1, est donc propor- 
tionnelle à g(x), d’où 


xæ) = P(e). 
Les fonctions sphéroïdales fs, fa, .., fo, -.. forment un système complet de 


fonctions paires L2(—1, +1). Elles constituent donc le système des fonctions 
propres du noyau exp (1#ry), de son carré sin t(x+-y)/(x+y) et du noyau original 
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Q, après le changement d’échelle £ = tx. Les valeurs propres y s’obtiennent 
par exemple en posant x = 0 dans l’équation (22), c’est-à-dire 


Paa = [7 foal) /faq(0), (26) 
et 


t 


Aq aos ay V2. 


7. La Fonction W(t) 


Le noyau Q(&, n) admet pour valeurs propres toutes positives les nombres 
Aq = (¢/2)y3,, où les ya, sont définis par (26). C’est donc un noyau positif ?). 
Cette propriété nous permet d'écrire le déterminant de Fredholm relatif à 
l'équation (19), sous la forme du produit infini suivant: 


Day =i (1-5 ex), (27) 
g=0 44 
qui est une fonction entière de 1/4. 
Considérons maintenant, pour ¢ fixé, la suite des noyaux Q,,(f, n}; nous 
avons montré ($$ 4 et 5) que ¥,,(t/+/2) est le déterminant de Fredholm relatif 
à l'équation 


FE — i QOm(E, n)f(n)dn = second membre, 


or Q,,(, n) converge uniformément vers Q(£, 7) (§ 5) on en déduit 7) que Ym 
converge vers le déterminant de Fredhoim du noyau Q, avec A = 1, c’est-a-dire 


W(t) = lim Y, =) = D(L), (28) 


soit 


8. Propriétés de Y(t) et Calcul Numérique 


La fonction Y(t), limite de quantités positives, est positive. Elle décroît 
de 1 à 0, lorsque ¢ augmente de 0 à-+-00. Pour les petites valeurs de #, 
les fonctions sphéroïdales sont voisines des fonctions de Legendre et l’on peut 
calculer les coefficients du développement des premières fonctions sur les 
secondes par une méthode de perturbation. Les tables des fonctions sphéroï- 
dales de Stratton ê) donnent la valeur de ces coefficients jusqu’à ¢ = 10 
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(page 203 et suivantes). Les fonctions /,,(x) sont alors définies par les séries 
fog (% = 2 da (t120) Pop (x). (29) 
Par exemple, à l’ordre 0, nous obtenons d’après (26) 
Yaa = | Paule)dz/ Pal) = 0, si 9g #0, 


Yo = 2, 
c'est-à-dire 


De cette façon, nous avons jusqu’au 5ème ordre en ¢ 


P(t) 1 21 J 243 245 bt si. 
= ]—— + — — —~ +termes en 
x On? Tör 
ou encore pour la fonction F(S) 
ay S g 
F= ln = hp Las... D 


M. L. Mehta avait obtenu par un calcul direct (voir (M.63) et suivante) 
(5) 
(1—F(S)je 
qui coincide bien avec le développement limité de 
(1—Fye” = (1 aie UHER.) 
= 1—44 pe -n HE = 2m8. 


= 1—4 (2m0?) +55 (2m6?)2+ ..., 


2a a0 (4 


Pour les grandes valeurs de ż, les fonctions sphéroïdales tendent vers celles 
de l’oscillateur harmonique, tous les A, tendent vers l’unité et lim, „œ ¥ (t) = 0. 
Cependant nous n’avons rien pu dire sur le comportement asymptotique de ¥ (t). 

Nous avons effectué le calcul numérique des premières valeurs de y}, dans 
l'intervalle 0 <¢ <5, afin d’éprouver l’utilité du produit infini (28). Il se 
trouve que le calcul est simple et la convergence rapide. Grace aux tables §) 
des coefficients d,,(¢|2¢), nous exprimons les yə, sous la forme suivante: 


MECS 2d9(4129) 


Y2q = 
f2a (0) ,1-3.8....(2b—1) 
2 ) 2.4.6.... 2p 


dy, (t|29) 


22 
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Il est facile de voir que les y,, sont de l’ordre de grandeur des d,(2q) et dé- 
croissent vite avec q. Dans l'intervalle exploré 0 < # < 5, il a suffi des 4 pre- 
miers facteurs de ¥ pour obtenir cinq chiffres exacts. Les valeurs numériques 
de W(t), de F(S) = l1+4rd¥ jdt et de p(S) = jn?d?¥/dé sont présentées dans 
la table 1, ainsi que les valeurs des fonctions Fy(S) et pw(S), définies par les 
égalités 


Pals) ==) exp | qn el = 1e 7, pyl(S) = ja exp E: (2) | 


Les dérivations successives de ¥(ż) laissent respectivement 4 chiffres et 3 
chiffres exacts aux fonctions F et #. 


TABLE | 
Les fonctions W, F et p 


y 


1 
0.936408 0.00330 0.00317 
0.873239 0.01321 0.01265 
0.810904 0.02947 0.02824 
0.749796 0.05168 0.04965 
0.690283 0.07947 0.07649 
0.632698 0.11219 0.10827 
0.577337 0.14920 0.14441 
0.524450 0.18982 0.18430 
0.474248 0.23338 0.22727 
0.426889 0.27908 0.27262 
0.341117 0.37410 0.36768 
0.267527 0.46962 0.46414 
0.205888 0.56114 0.55730 
0.155459 0.64529 0.64346 
0.115153 0.71986 0.72007 
0.083669 0.78376 0.78575 
0.059626 0.83681 0.84014 
0.041674 0.87956 0.88372 
0.028563 0.91307 0.91749 
0.019199 0.93863 0.94300 
0.012654 0.95760 0.96159 
0.008177 0.97133 0.97476 
0.005182 0.98104 0.98384 
0.003219 0.98772 0.98991 
0.001961 0.99223 0.99386 
0.001171 0.99518 0.99635 
0.0006858 | 0.99708 0.99789 
0.0003937 | 0.9983 0.99881 
0.0002216 | 0.9990 0.99934 
0.0001222 | 0.9994 0.99965 


Sur la fig. 1, on a représenté F et Fy, peu distinguables à l’échelle adoptée, 
encadrées par les bornes inférieure Fy, et supérieure F}, données par Mehta 
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(M.60), 

Fy = 1—exp(—j”), F, = 1—(1—,},#*)exp(—22). 
F et Fy, diffèrent de moins de 1 % pour S < 1.4D et la différence absolue est 
inférieure à 0.0066 dans la région S < 3D. La fig. 2 représente les fonctions 


et dont la différence relative est inférieure à 5 % pour S < 2D, et l'écart 
w o P 
moindre que 0.0162. 


FA oS 
ft, PIY ----- | 
se ee 


Fig. 2. Les densités de probabilité p(S) et pw(S). 
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M. L. Mehta a mis au point une méthode de calcul de la fonction J,,(0), 
donnée sous forme de déterminant (M.54) à l’aide de laquelle s’exprime F. 
La convergence est rapide et pour m = 8, la courbe de F se superpose a celle 
qui est donnée fig. 1. 


Il propose de représenter la fonction F dans la région S < 2D par la forme 
(1+at?)-# exp(—4?), qui réalise une meilleure approximation que Fw, si l’on 
prend « = 1.003 et a = 0.078. 


Je remercie le Professeur C. Bloch et Monsieur M. L. Mehta de Vintérét qu'ils 
ont pris a ce travail, ainsi que Mademoiselle N. Castille du Bureau de Calcul de 
Saclay pour les résultats numériques. 
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Abstract: A one-parameter family of unitary matrix ensembles is studied. We define the ensemble 
E,(z) of unitary random matrices, whose eigenvalues are £; = exp 27i,, by the following joint 
probability density: 


leg, |? 
P(e:e2...6,)dp,dp,...dp, œ [| z dg,dg,...d@,. 


i<j le, —Ze; 


It realizes a continuous interpolation between the distribution of the eigenvalues in the Dyson 
unitary ensemble E, for z = 0 and the uniform distribution of n random points on the unit 
circle for z = 1. The thermodynamic analogy with a circular or linear classical repulsive gas at 
temperature f~! = 4 is developed. The isotherm f = 2 and the corresponding virial series are 
exactly calculated. All the correlation functions are given in the limit of an infinite linear gas or 
of an infinite series of levels. This model shows the short-range repulsion effect between eigen- 
values but no long-range crystalline order, which is a strong characteristic of all ensembles so 
far studied. 


1. Introduction 


Rappelons brièvement les principes de la théorie des ensembles de matrices * ap- 
pliquée à l’étude des spectres complexes. L'expérience donne certaines séquences de 
niveaux d'énergie successifs de systèmes atomiques ou nucléaires; ces niveaux sont 
assez nombreux pour que leur densité soit définissable et varie continfiment avec 
l'énergie d’excitation totale du système. Les spectres peuvent être dits complexes a 
un double point de vue: la complexité est celle de l’interaction réelle entre les parti- 
cules composant le système d’un nombre élevé de degrés de liberté; elle est aussi celle 
du problème de la détermination des valeurs propres de l’'Hamiltonien, si l’on sup- 
pose connu le potentiel d’interaction. 

L’ignorance des lois d'interaction ou des raéthodes de résolution conduit naturelle- 
ment à l’emploi de la méthode statistique. ici l'élément aléatoire est un système lui- 
même et non plus l’état du système comme en mécanique statistique ordinaire. La 
nouvelle mécanique statistique des ensembles de systèmes considère un objet parti- 
culier, par exemple un noyau atomique d’énergie à peu près définie par le mode 
d’excitation, de spin, parité et autres constantes absolues définies, comme un élément 
représentatif d’un ensemble auquel est associée de façon naturelle une probabilité à 


t Pour un exposé général, voir par exemple celui de Rosenzweig +) ou l’article d'introduction de 
Porter ê). 
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priori. Le rôle de l’ensemble est de permettre une définition plausible, ou même 
unique, de l’équiprobabilité. L’expérience permet alors de voir dans quelle mesure 
l’objet observé s’écarte de l’élément moyen de l’ensemble, dans quelle mesure l'écart 
est compatible avec la variance théorique, etc... C’est, résumé, le point de vue ex- 
posé par Dyson dans sa théorie statistique des niveaux d’énergie des systèmes com- 
plexes ?). 

Comme d'habitude en statistique, avant de pouvoir arguer de son ignorance, il est 
nécessaire de tenir compte de ce que l’on sait. On a vu comment les constantes ab- 
solues du mouvement entraient dans la définition de l'élément de l’ensemble, mais 
il faut tenir compte aussi des constantes approchées: la séparation des raies spectrales 
dûe à une faible perturbation introduit une complexité apparente qu’il faut réduire, 
par exemple en remplaçant chaque multiplet par son centre de gravité °). Enfin, la 
connaissance des propriétés de symétrie des systèmes actuels permet de placer tout 
ensemble dans l’un des trois types suivants: orthogonal, symplectique ou unitaire ” 4). 
Par exemple: ensemble orthogonal de systèmes invariants par renversement du sens 
du temps et de spin entier, ou bien invariants par rotation; ensemble symplectique 
pour le spin demi-entier; ensemble unitaire de systèmes sans invariance par renverse- 
ment du sens du temps. 

A la suite de Wigner, on a d’abord étudié les ensembles gaussiens. Des matrices 
symétriques réelles *) ou hermitiques °) représentent directement les Hamiltoniens, 
dont les lois de distribution résultent de l'hypothèse que dans toute représentation 
physique les éléments de matrice sont des variables aléatoires indépendantes. Une 
hypothèse analogue suffit aussi pour les ensembles de matrices complexes non hermi- 
tiques ++). 

Pour réduire l’arbitraire d’une telle hypothèse d'indépendance, Dyson ?) introduit 
des ensembles de matrices unitaires en correspondance biunivoque avec les Hamil- 
toniens de sorte que, localement, la distribution des valeurs propres d’une matrice 
unitaire sur un arc du cercle unité, soit identique à la distribution des valeurs propres 
de l’'Hamiltonien correspondant sur un segment de l’axe réel. L'introduction des es- 
paces de matrices unitaires qui ont les propriétés de symétrie des Hamiltoniens per- 
met de définir la probabilité à priori d’une matrice de l’ensemble avec la seule hypo- 
thèse suivante: cette probabilité est invariante dans tous les automorphismes unitaires 
qui conservent la symétrie. 

Prenons par exemple l’ensemble circulaire des matrices unitaires symétriques S. 
L’automorphisme S > W'SW où W est unitaire préserve la symétrie, et il existe une 
seule mesure {(S) dans l’espace des matrices S qui soit invariante par W. 

Cette hypothèse maximale d’équiprobabilité à priori de S et de W' SW traduit le 
fait de l'ignorance totale en dehors de la symétrie de S, mais elle n’est évidemment 
pas nécessaire. C’est pourquoi on a pu considérer des „ensembles généralisés” Ý 
fournissant des modèles, propices au calcul, qu’il peut être intéressant de comparer 
aux distributions observées. 


t Voir le “fixed strength ensemble” de N. Rosenzweig, réf. €), et les réfs. 7-10), 
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Si l’on abandonne l'hypothèse d’indépendance, dans le cas des matrices symé- 
triques réelles, en ne gardant que l’hypothèse del’invariance de la loi de distribution 
par changement de repère orthogonal, on obtient une loi du type 


P(A14..:4,) = f (iha... ay) LT [A;—A,l, 
1<J 
pour la probabilité d’une matrice de valeurs propres 2,, 4,,..., Ay. Ici f(A1...2,) 
est une fonction positive et symétrique des valeurs propres. On a pu étudier aisément 
les cas où f est factorisé sous la forme f(A, ... 4,) = []?=19(4;). On a spécifié encore, 
en prenant pour g(/) une fonction poids des polynômes orthogonaux classiques. Le 
cas g(À) = exp— 7? est celui de Wishart. 

Le modèle proposé dans cet article est une sorte d’extension du modèle unitaire de 
Dyson. Soit S une matrice unitaire de valeurs propres ¢, = exp2zig,,k = 1,2,..., A. 
On sait qu’il existe dans l’espace des matrices unitaires une seule mesure invariante, 
et donnant la probabilité élémentaire pour que les angles @;, @2, ..., Pn Soient com- 
pris entre o, et 9, +d@,, 0, et p,+dop;,..., etc; c’est la suivante: 


Pdo,dg,...do, £ [] l-el do - . . don. 
i<j 
Abandonnant l'hypothèse d’invariance par les translations à gauche, on peut 
„généraliser” cette loi en prenant 


Pdp,...dp, = f(P1, 925- - > On) [T lee; do: --- don, 


i<j 
où f est seulement fonction de la classe de S, c’est-à-dire fonction symétrique des 
angles P1, 2,.--s Pn: 
Dans ce qui suit, nous étudions l’ensemble E;(z) défini par la loi de probabilité 
suivante, dépendant d’un paramètre réel z compris entre 0 et 1: 


£; —E; 
P(Q, 23- 9, TI saat (1.1) 


i<j 


&;— ZE; 


Pour l’exposé, plutôt que de partir directement de la loi de probabilité (1.1) nous 
préférons montrer d’abord, à défaut d’une hypothèse justificatrice, comment une telle 
expression peut tomber sous la main; c’est l’objet de la section 2. 

Comme pour les ensembles de matrices unitaires avec le gaz de Coulomb, l’analogie 
avec un gaz circulaire ou linéaire développée section 3 est utile pour l'intuition de la 
loi de probabilité étudiée. Les propriétés analytiques des grandes fonctions de par- 
tition permettent de montrer l’équivalence thermodynamique du gaz linéaire et du 
gaz circulaire. Dans la section 4 nous considérons la loi de probabilité (1.1) comme 
définissant un ensemble de matrices unitaires, faute de savoir, à partir d’une hypo- 
thèse générale, suivre la démarche inverse. La distribution (1.1) dépend d’un para- 
mètre. Elle fournit une interpolation continue entre la distribution des n valeurs 
propres d’une matrice de l’ensemble unitaire de Dyson et la distribution uniforme de 
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n points sur le cercle unité. Les fonctions de corrélation d’ordre fini sont toutes cal- 
culées à la limite d’un nombre de niveaux infini, mais le problème du calcul pratique 
de la distribution des espacements des niveaux voisins n’est pas résolu. 


2. Préliminaires: Une Simple Équation Intégrale 
2.1. DÉFINITION 


Nous considérons l'équation intégrale linéaire et homogène 


mi 
{ 


|, Klp. e ip dg’ = 4f(o), OS GSI. (2.1) 


Le noyau K, dépendant d’un paramètre z réel compris entre 0 et 1, est le suivant: 

K(p, g') = [Lazer Op; (2.2) 
il est hermitique, du type d’Hilbert-Schmidt. Du développement uniformément con- 
vergent par rapport à ¢ et g’ 


K(ọ, 9’) = y get eng (2.3) 
n=0 


il résulte que la fonction propre du noyau K, f,(p) = e?""*, appartient à la valeur 
propre 4, = z” pour n = 0, et que pour n < 0, f,(@) est fonction propre pour la va- 
leur propre 4 = 0, qui est donc infiniment dégénérée. Le système de fonctions e^"? 
étant complet dans L?(0, 1), nous obtenons tout le spectre de K. 


2.2. NOYAU RÉSOLVANT ET DÉTERMINANT DE FREDHOLM 


introduisant un paramètre de développement č, nous définissons le noyau résol- 
vant comme l'(p,@p'): 


T = CK(1+CK)', (2.4) 


ce qui donne d’après le paragraphe 2.1 


Lo ol) a ET olni- 
(9, 9’) = € (2.5) 
2 o1+¢z" 


et le déterminant de Fredholm du noyau 1+ CK: 


ae le dy; scat a dy, det IK(@p:, Pins (2.6) 
n= À, n 


ou la notation dét |K(@;, 9; )|, est ainsi définie: 


KOROH i K(P1 > Pa)! 


dét |K(9;, @;)l, = | K(2, qu Os Pa) 
É A 


Kou Pi) Se K(Qn> Pn) 
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Puisque K est borné, Q(¢) est une fonction entière de €. C’est même une fonction de 
genre 0 d’après un théorème de Mercer 1°) sur les noyaux positifs. On obtient donc 
le produit infini suivant pour Q(¢): 


O(c) = [] +62"). (2.7) 
n=0 
Cette formule sera démontrée aussi sect. 2.4 par un calcul direct dont la méthode 
sera utile pour la suite. 


2.3. LES COEFFICIENTS DE Q() 


Nous écrivons 


OO =F a (2.8) 
n=0 A: 
avec 
1 1 
= ie : | 0, ... do, dét |K(@;, p;)l. (2.9) 


Développons d’abord dét|K(@;, 9;)|. Nous introduisons la notation ¢; = exp 27i@;, 
qui permet d’écrire 


1 


Il —26;e; 
D’après un lemme dû à ae +, 
ia 1) _ Ai XA - Da) (2.11) 
1—Xx;y;in [TGU-xy;) 
tJ 
ou A est le produit des différences 
AGE osu) = [Ex 
i<j 
Appliquons ce lemme en prenant 
x=, y= ze} = zef; 
on obtient 
Ayi y2 $ o Ya) = = gre (a E2 - — 
pa-s) = (2 TG 28087 
ify 
et enfin 
| | Zen 1) | |2 
dér ae a (2.12) 
1—ze,e;!| (L—z)" i<j le ze, 
On peut écrire aussi, en posant W(z) = [];<;(é—z¢;), 
1 | 4n(n—1) AA* 
TA T=- = (2.13) 
[i-ze] (2) yE) 
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d’où la seconde forme du coefficient q,,: 

ann 1) AA* 

— = [ np døpe eA gee oes (2.14) 
w(z)w"(z) 

Une troisième forme s’obtient en revenant aux angles @;: 


Posonsz =e 7’, y réel et positif, 


le, el? = 4sin° a(o- o), 
le,— 26° = 4e [shy +sin? np 9;)], 
d’où l’on tire l'expression 
4n(n—-1) =i 
z z AA h? S 
SE S (215) 
1-2" Wiz)W"(z) i<j sin n(o; — ®;) 


et la troisième forme du coefficient g, 


gigh herte [H oe eal 19 


2.4. CALCUL DE q, ET DE QE) 


D’après la définition (2.9) et l'expression (2.10), le coefficient de ¢" dans le déve- 
loppement du déterminant de Fredholm Q(£) s'écrit ainsi: 


| | ‘ 
= =" = Ae [ao ...d®, ne = ls (2.17) 


Pour |z| < 1, on développe le déterminant de l'intégrant en série multiple normale- 
ment convergente: 


ae PE 


ai 2i z» 
Forai = >) 1(P) (1-2!) (1-2) J. (1-2) 
1—zeée ee; | P iv Ez A 


SA, AS tan (yey 


(=) | (2.18) 
PET éi E> E 


= n 


dét 


La somme porte sur toutes les permutations P d'ordre n de signature /(P), et sur toutes 
les suites de n entiers %4, %....,%, positifs ou nuls. Portant (2.18) dans (2.17), la 
convergence normale permet l'intégration terme à terme et l’on obtient 


i 1 
Q, = ey X I(P)z ALAE me | Ge: oe MOE poe Baa R 
n! aizo P 0 o 
(2.19) 


Chaque intégrale relative à la permutation P vaut 


ô(a, — Op; )0(%2 — %p2) ass (4, — Apn) 
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et aprés sommation sur P on obtient 


Q, = 1 X gut vee tan dét jòl; — a)l. (2.20) 


n! aj20 
Or dét|ô(x;—«;)| s’annule dès que deux x sont égaux, et vaut | si les « sont tous 
distincts, on peut écrire 


Q, = 5 ti tart ee tan (2.21) 


OSa1<a2<... <a 


On en déduit immédiatement la fonction génératrice 


wo 
vO, = [] (L+¢z"). 
n a= 0 
C’est le résultat énoncé formule (2.7). On peut aussi effectuer sur expression (2.21) 
de Q, les sommations successives sur Xn, &,_1,..., Xg, ON trouve 
2 n—1 n 
q z A Z 1 inasi 1 ; 
M = Q, = so — -= ZT] —. (2.22) 
n! 1-2 1-z 1-z 1-z k=il—z 


Compte tenu des expressions (2.13), (2.17) et (2.22) on a le résultat suivant: 


ir! ! AA” TETEE Se 
— j]... | dg,...dg, — = 
| f £ Á W(z)W*(z) L 1- 


2.5. REMARQUE SUR L'ÉGALITÉ (2.23) 


(2.23) 


Le premier membre de l'égalité (2.23) se présente comme la moyenne sur le groupe 
unitaire à n dimensions de la fonction de classe fÿ(z)f*(z)]" !. En effet, si U est une 
matrice unitaire à n dimensions de valeurs propres £4, €2,..., Ep, la quantité py* = 
[hiele — ze? n’est évidemmant fonction que de la classe de U. 

L'expression |A (£; ...e,)| do, ... dq, est élément de volume du groupe dans le 
voisinage de la classe &,,...,e,, défini par les angles do,,..., dg,. Une intégrale 
analogue à (2.23) fait l’objet du chapitre sur le polynôme de Poincaré * dans le livre 
de Weyl sur les groupes classiques. Weyl donne une méthode de calcul dûe à R. 
Brauer pour la valeur moyenne sur le groupe unitaire de la quantité y(z)*(z), alors 
que dans (2.23) c'est l’expression inverse qui intervient. L'égalité (11.4) de Weyl t 
est la suivante: 


1 1 1 M es n 
FR | [ae dep IAE = TT 


Pgh} 


l—-z 


(2.24) 


La formule (2.23) lui est vraiment analogue, bien que beaucoup plus simple à montrer 
que (2.24) pour laquelle un calcul direct paraît difficile. On peut d’ailleurs aussi dé- 
montrer la formule (2.23) en suivant la méthode de Weyl et de Brauer. Puisque les 


t Voir ref. 14), Chap. VII sect. 11. 
tt Voir ref. 34), Théorème VII 11 A. 
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intégrales (2.24) et (2.23) ont un lien étroit avec la théorie du groupe unitaire U,, il 
peu être intéressant de rappeler comment elles s’y rattachent. 
Soit S une matrice de U,. La répresentation adjointe A(S) opère dans l’algèbre de 
Lie G, du groupe U,: 
A(S) : x > SxS7* 


où x est une matrice infinitésimale de U,, c’est-à-dire xeG,. Calculons le déterminant 
de 1—zA(S); il ne dépend que de la classe de A(S), donc seulement de celle de S. 
Soient ¢,,..., €, les valeurs propres de S. Soit x;, une matrice de G,, elle est trans- 
formée par A(S) en (SxS!) = xyee; '. Les valeurs propres de A(S) sont donc 
les n”? nombres e£; ', d’où l’on déduit 


dét [1—zA(S) = [](1—zee; ') = (1-z)"yy*. (2.25) 
i,k 
L’égalité (2.23) peut donc se mettre sous la forme 
m T 
dét| —— |>) = -oo , 2.26 
‘ 1—zA(S) ? u 1—z* ve) 


où les crochets signifient: valeur moyenne sur U,. 


3. Un Gaz Classique a Une Dimension 
3.1. LANALOGIE THERMODYNAMIQUE 


L’analogie est évidente entre l'expression (2.16) de q„ et la fonction de partition 
d’un gaz classique de n particules réparties sur un cercle de rayon 1, se repoussant deux 
à deux selon une loi de force dépendant de la distance. En effet, si les particules sont 
repérées sur le cercle unité par les angles 27@,, 2793,..., 2n@p,, l'expression (2.16) 
peut être écrite sous la forme 


1 1 1 
= — | doi... = 9}; 3.1 
In Tak ih a1 --- de exp {BY Vleie) (3.1) 
avec 
h? 
—o,)=1 edit Seer D 3.2 
BV(91~-92) (+) (3.2) 


L'identification entre (2.16) et (3.1) n’est donc possible que pour une seule tempé- 
rature, d’ailleurs arbitraire. Nous choisissons B = 2, à cause de la ressemblance 
étroite avec le cas du gaz purement coulombien à la température inverse B = 2, ce 
qui paraitra clairement dans la suite. 

Au facteur (1—z) " près, l'expression (3.1) est bien la fonction de partition d’un 
gaz classique de particules sur un cercle, que nous pouvons appeler gaz circulaire. 
Le potentiel à deux corps défini par la formule (3.2) dépend d’un paramètre y lié à la 
quantité z par la relation z = exp{—2y}. 
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En fonction de la distance x entre deux particules 1 et 2 de coordonnées angulaires 
Q, et M2, on peut écrire 
h? 
V(x) = } log (1+ =) ; (3.3) 
\ 4x 


avec 
x = }ļsin 2(9,;—@2)|. 


Pour un gaz a une dimension c’est un bon potentiel, de type répulsif. A courte dis- 

tance, ou pour les grandes valeurs du paramètre de portée y, il est semblable au po- 

tentiel coulombien entre deux charges unités en electrostatique à deux dimensions. 
En effet, sig,—@2 ~ 0, on obtient 


2 
ny N Bee + const. (3.4) 


V(pi—p2) & t log — 
sin? (pi —®2) x 


Enfin, à longue distance, il décroit en x7? dès que l’on a 1 > x > y, et la répulsion 
coulombienne disparaît. 


3.2. LE MODÈLE LINÉAIRE 

Afin d'étudier commodément les propriétés thermodynamiques du système en 
question à la limite d’un grand nombre de particules ainsi que les diverses corrélations 
à l’échelle de la distance moyenne de séparation, il est utile de transformer le modèle 
circulaire déjà défini en un modèle linéaire. Considérons n particules en interaction 
sur un segment de droite de longueur L. Soient s,, 5,,..., 5, leurs abscisses et a une 
longueur. Dans l’expression (3.1) de la fonction de partition g, du gaz circulaire, 
effectuons le changement de variables 

Pi = SilL, 
et le changement de paramètre 
y = nalL, z = exp—(2za/L). (3.5) 


On obtient une nouvelle écriture de q,: 
L L 
qd, = [L(A -> | Ja [os ds, exp BL V,(s;—s;)}; (3.6) 
avec la définition suivante de V,: 
sh*(xa/L) | 
sin (z(s, —s2)/L)} 


Vasi —s2) = Slog (1+ (3.7) 


Le second membre de légalité (3.6) est proportionnel à la fonction de partition d’un 
gaz linéaire de n points dans le volume L, en interaction par le potentiel à deux corps 
V, donné par la formule (3.7). Ce potentiel V, a le défaut de dépendre du volume L. 
Cependant lorsque L augmente indéfiniment, V; (s; — s2) tend uniformément dans tout 
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intervalle fini vers une limite V{s, — s2): 
2 
lim V,(s) = V(s) = 4 log (1+ c) | (3.8) 
L> œ S 


Notons aussi que le facteur [L(1—z)]~” figurant dans la formule (3.6) est sans im- 
portance puisqu’a la limite nous avons 


Lii-z)=L (1-exp- =) > 2na. 


Nous définissons maintenant le modèle linéaire construit avec le potentiel limite V(s) 
donné par (3.8) et nous appelons q, la fonction de partition de ce modèle linéaire: 


2 1 L L : 
An =i gho heset Y V(s;—s,)} 


27 i<j<n 
1 L L ane 

= — fe fes... za Ca (3.9) 
2na)" Jo 0 i<j a" +(s;—s;) 


La question se pose alors de l’équivalence thermodynamique du modèle circulaire 
ou périodique dont la fonction de partition q, est donnée par (3.6) et du modèle 
linéaire dont la fonction de partition g, est donnée par (3.9). Ces deux modèles ne 
diffèrent au fond que par les conditions aux limites. Pour le voir, supposons que nous 
ayons eu affaire à un gaz quantique avec le potentiel V, dans le volume L. Au lieu de 
confiner le système dans le volume L, nous aurions pu lui imposer des conditions de 
périodicité L en remplaçant le potentiel réel V(s) par le potentiel périodique Vp(s) 
ainsi construit +"): 


+ 2 
Vs) = >) V(s+kL). (3.10) 
K= — oo 
Dans le cas présent, on trouve justement 


Vo(s) = is). (3.11) 


Le modèle circulaire correspond donc exactement aux conditions aux limites pério- 
diques. Comme nous ne savons pas en général dans quelle mesure les conditions aux 
limites périodiques altèrent les propriétés thermodynamiques, nous avons établi 
l’équivalence des deux modèles en utilisant les propriétés analytiques de la grande 
fonction de partition +?) ainsi qu’un résultat de Penrose !*) applicable au potentiel 
intervenant ici. 


3.3. ÉQUIVALENCE DES MODÈLES CIRCULAIRE ET LINÉAIRE 

Nous introduisons les grandes fonctions de partition des deux modèles, développées 
en puissance de la fugacité £. Pour le gaz circulaire cette grande fonction de partition 
est identique à la série Q(£) donnée par les expressions (2.7) et (2.8), d’après lana- 
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logie développée au paragraphe 3.1: 


Q(t) = 5 t qr = [0+ (3.14) 


n= 


Pour le gaz linéaire, nous définissons de même O(¢) à l’aide des fonctions de partition 
4, données par les expressions (3.9): 


- Gy (3.15) 


La pression et la densité du gaz circulaire, à la température inverse f = 2, sont don- 
nées par les limites suivantes: 


Bp(t) = lim L ' log Q(¢), (3.16) 
p(t) = lim £ Ê L log Q0), (3.17) 
L> œw o% 


pour les valeurs réelles et positives de la fugacité ¢. 

On a les formules analogues pour B(£) et 6(¢) dans le cas linéaire. Nous montrons 
dans cette section 

(i) que les limites (3.16) et (3.17) existent et définissent des fonctions holomorphes 
de ¢ dans le plan complexe privé de la demi-droite réelle [— 00, — 1], 

(ii) que l’on a la relation p(£) = €(0/6f)fp(C), 

(iii) que les deux modèles sont équivalents à la limite thermodynamique, en ce 
qui concerne l’équation d’état ff = 2: 


PCS) = PE) p() = AE). 


3.3.1. Propriétés analytiques des fonctions Q(¢) et O(¢). Dans le cas circulaire, 
les propriétés analytiques de Q(¢) et la limite thermodynamique sont évidentes grace 
à la représentation (3.14). La fonction Q(£) est une fonction entière de genre 0, dont 
tous les zéros sont réels, négatifs, inférieurs à — 1, et situés aux points —exp(2zan/L), 
n =0,1,2,... La fonction L~! log Q est analytique sur tout compact C extérieur 
à la demi-droite réelle [—oo, —1]. L'expression 


L''logQ = L''Y log [1—€ exp (—2zan/L)] 
n=0 


peut être considérée comme une somme de Riemann qui converge pour chaque ¢ 
sur C vers l'intégrale 


Í log [1 —¢ exp (—2rax)]dx. 
o 


Cette intégrale, fonction analytique dans le plan ¢ privé de {Img = 0, Ref < — 1}, est 
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donc aussi limite uniforme de L”! log Q(£) sur le compact C. On a donc 


Br(£) = [os [1—{ exp (—2zax)|dx, (3.18) 


et l’interversion des opérations dérivation et lim; est possible: 
S 0 
p) =% a ppl). (3.19) 


Passons maintenant à la fonction Õ(¢) du gaz linéaire. D’après les définitions (3.9) 
et (3.15) nous avons le développement suivant: 


0(0) = 5 L HT f as ds, [I RCE (3.20) 
n=0 n! (2ra/ J-4L DL "ijen a? +(s;—s,) 
On voit aisément que Q(£) est le déterminant de Fredholm de l’opérateur intégral 
1+(¢K,, avec le noyau K, ainsi défini: 
1 1 


, —iL < s <4L,-4h < s' < EL. 
2n a+i(s—s') 


K,(s, s) = 


Il suffit de remarquer, d’après le lemme de Cauchy, que l’on a l'identité 


_G=sY 


icjen a’ + (si =s; 


(3.21) 


a+ i(s,—s;) A 
Or le noyau K,, défini sur l'intervalle L, est un noyau de Hilbert-Schmidt positif 
puisque tous les déterminants qui définissent g, sont positifs. On en déduit que ÕE) 
est une fonction entière de genre 0, dont tous les zéros ¢,, sont réels et négatifs. On a 
donc K T 

© = [1 (1- $). (3.22) 
n=1 Gy 

‘Tl faut maintenant connaître comment varie la distribution des zéros avec le volume 
L et obtenir un domaine de convergence uniforme de L~* log Q(E) à l’origine, 
c’est-à-dire une borne inférieure du module —¢, du premier zéro. Nous utiliserons 
pour cela un résultat dû à Penrose sur la convergence des séries de Mayer à volume 
fini ou infini. 

3.3.2. Convergence des séries de Mayer. Pour les deux modèles de gaz, on peut 
appliquer la méthode de Mayer pour obtenir un développement de L”! log Q. 
Définissons comme d’habitude les fonctions 


2 
PORC ee MO ne , (23 
sh? (az/L)+sin? (a(s; —s)/L) 
2 
fs) =e V9) 4 = | (3.24) 


a+ (si =s) 


UNE FAMILLE A UN PARAMETRE D’ENSEMBLES UNITAIRES 


avec lesquelles sont sonstruites les intégrales associées aux graphes connexes de la 
série de Mayer. Soient b,(L) et b,(L) les coefficients d'ordre / pour les gaz circulaire 
et linéaire respectivement. 

Nous savons déjà d’après les résultats du paragraphe 3.3.1 que la série 


ac s l 
L'! log O(¢) = L bi) (>) (3.25) 


converge normalement, et même uniformément par rapport à L, dans un disque de 
rayon r inférieur à 1. D’après (3.14) et (3.25), on obtient aussi directement les co- 
efficients b,(L): 


b(L) = (2ra) (= =) = TE 


Or nous avons 


[LQ] < [LA = Ae’, 
d’où l'on déduit l'inégalité 


laL) < a 


‘(a +e), e > 0, (3.26) 
valable pour tout /, en prenant L assez grand, par exemple supérieur à 2ra/e, d'où la 
convergence uniforme de 3.25 pour |¢| < r < 1. Or les deux points suivants établis- 
sent le contact entre les deux modèles: d'une part lorsque le volume augmente in- 
définiment les coefficients b,(L) du gaz linéaire ont une limite b,(0 ): en effet la fonc- 
tion f est sommable sur [— œ, +], et les intégrales de Mayer associées aux divers 
graphes connexes sont absolument convergentes. D'autre part l'égalité des coefficients 
des séries de Mayer à volume infini est démontrée en appendice: 


bo) = lim b{L) = bo). (3.27) 


On déduit alors de légalité (3.27) et de la convergence uniforme de (3.25) pour 
[El < r < 1, la pression du gaz circulaire 


0 l 
PoC = lim 1° og oc) = È Ko) (È)! 
Bore 1=0 2ra 
et la densité 


=) l) E) KI <1, (3.28) 


à l’aide des coefficients 5,(co) du gaz linéaire. 

Afin de pouvoir identifier les séries (3.28) à la pression ou à la densité du gaz 
linéaire, nous utiliserons un résultat de Penrose !*), sur l'existence d’une borne in- 
férieure du rayon de convergence R(L) de la série de Mayer. Dans notre cas, les 
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hypothéses de Penrose se réduisent a ceci: 


(a) V(s) 2 0 pour tout s, 


1 


(b) B(L) = | l je?" — 1jds existe. (3.29) 


J -4L 
La proposition (a) est vérifiée d’après la définition (3.8) du potentiel V(s) du gaz 
linéaire. La proposition (b) nous donne ici pour f = 2 
+x a 
B(L) < [ -—— ds = na. 
2 2 
J-x Aa +S 


La conclusion sur le rayon de convergence R{L) est l'inégalité 


1 ie 
R(L) = Po as (3.30) 


on en déduit la convergence uniforme par rapport a L de la série 


dans un disque de rayon inférieur à R = 2/e. 
D'où, à la limite L — co, la pression et la densité du gaz linéaire 


BBS) =; ©) CE) (3.31) 


fonctions analytiques de ¢ dans le cercle de rayon R = 2/e. La comparaison des 
séries (3.28) et (3.31) nous donne donc les égalités 


P(S) = PS), P(E) = D) pour | <R. (3.32) 
D'où Videntité de l’équation d'état des deux modèles pour les valeurs de la fugacité 
inférieures a 2/e. 

3.3.3. Fugacité quelconque. Pour démontrer l’équivalence des deux gaz pour toute 
valeur réelle positive de ¢, il suffit maintenant de montrer la convergence uniforme de 
L~* log O(£) sur les compacts C déjà considérés pour L7! log Q. 

Considérons la densité à volume L du gaz linéaire 


so fs gre Se fe ; 
BA) = 6-5 L log QC), (3.33) 
ae 
qui d’aprés (3.22) est une fonction méromorphe 


At) = Li (3.34) 


n 


iM s8 


e, 
i= ba 
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Majorons ,(£) sur le compact C: 
te Ve 1 
Cp = LIN — HELUS ——— (3.35) 
n=1 Cy n=1 GC —Cy) 
Soit yo la distance positive de C à l’axe réel. On a 
ears = 1. Se A 
Ic BuO < L Pa Peay ro ee 
n=1 Gy Ho | n=1 Cy | 
Or, 
= pee L 
— 5 — = trace K, -Í ee ees, (3.36) 
n=1C,, -4L 2na 2na 
Donc, 
ERA I) 1 
EPOE EE S (3.37) 
No/ 2na 


En tout point č du compact C nous avons donc 


1 
2ra 


Bi{f) < Il (1+ ee 


La famille de fonctions holomorphes ÿ,(£) est donc bornée dans son ensemble sur C. 
Or la suite 6,(¢) converge dans le disque |f| < r < 1 vers la fonction analytique 
P(E) = p(£) définie par la série (3.28). Un théorème de Vitali permet de conclure que 
la suite 6,(¢) converge uniformément sur C vers une fonction analytique p(¢) qui 
prolonge donc la série (3.28) dans tout le plan complexe privé de la demi-droite réelle 
[— œ, —1], à laquelle tout compact C est extérieur. Dans le domaine d’analyticité 
de p(¢) ainsi défini on a 


(E) = PC), 
et par intégration de la suite 6,(0) 

PQ) = PQ): (3.38) 
ce qui montre que les gaz circulaire et linéaire ont même équation d’état, à la tempé- 
rature inverse ff = 2. 

3.4. LISOTHERME 6 = 2 


A Paide des expressions (3.18) et (3.19), nous obtenons pour la pression et la den- 
sité 


Bp - | log (1+fe77*™*)dx, (3.39) 
0 
: ô fre) bee anes x 
p = C—(Bp) = [ ae ee (3.40) 
où Jo 1+ée ” 
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Nous obtenons donc 


1 
p = — log (1+6), (3.41) 
2ra 


et la fugacité en fonction de la densité 
¢ = exp (2zap)—1. (3.42) 


L’élimination de ¢ entre les relations (3.42) et (3.39) donne léquation de la seule 
isotherme f = 2 sous la forme 


1 (774? xdx 
Bp = Í | (3.43) 


| InaJo 1-e * 


valable pour toute densité. 
Aus faibles densités, nous avons le gaz idéal 


Bp = p+0O(p°), 


et aux fortes densités un coefficient de compressibilité qui tend vers 4: 
Bp = rap°+ TF + O(e 7"), (3.44) 
a 


On déduit de (3.43) le développement du viriel 


< -1 8; 21 
Bole = 1+1(2rap)+ = jet 2xap), 3.45 
M@rap)+ LOT A Gran) (3.45) 
où les B, sont les nombres de Bernoulli: B, = +, B, = 3/5, .... Cette série converge 


pour ap < 1, ce qui correspond évidemment à une singularité non physique. La 
borne inférieure du rayon de convergence donnée par Lebowitz et Penrose !) est 
égale à 0.289/2za = 0.046/a, à comparer avec 1/a. 

On a verifié que les trois premiers coefficients du viriel calculés avec les graphes de 
Mayer sans point d’articulation coïncidaient avec ceux du développement (3.45). 


4. L’Ensemble Généralisé E(z) 
4.1. DÉFINITION 


Wigner, puis Dyson, ont exploité l’analogie entre la distribution des charges d’un 
gaz de Coulomb circulaire classique à la température f et la distribution des valeurs 
propres des matrices de différents ensembles 18), Pour f = 2, on a l’ensemble uni- 
taire E,, qui est uniquement défini par la propriété d’étre invariant dans les transla- 
tions à gauche ou à droite par une matrice unitaire quelconque. Si s est un élément de 
l’ensemble, de valeurs propres £4, €3,.. ., &,, la seule mesure u(s) invariante à gauche 
est l'élément de volume du groupe unitaire; la probabilité élémentaire de l’élément s 
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dont la classe est définie par les ¢, est alors 


1 2 
Pyle, rary Endo, eee dg, = Jile ejl do, eee do, . (4.1) 


n ! i<j 
L’analogie thermodynamique vient de l’écriture suivante: 


[Les = exp(—B X Were) B=2, 


i<j 
avec 
W(9;—¢;) = —log js —e;|, 


qui représente le potentiel coulombien à deux dimensions entre deux charges-unités 
d’affixes g; et e; sur le cercle de rayon 1; la fonction Py(é,, €2,... €,) peut être inter- 
prétée soit comme une distribution de valeurs propres sur le cercle unité, soit comme 
la densité en phase de l’état microscopique du gaz de Coulomb décrit sect. 3. 

Nous définissons maintenant, par analogie précise avec le gaz circulaire étudié 
dans la section 3, un ensemble unitaire ,, généralisé” E,(z) dépendant d’un paramètre 
réel z compris entre 0 et 1. Contrairement à celle de l’ensemble unitaire de Dyson 
E,(0), notre définition est arbitraire. On peut noter cependant que l’ensemble pro- 
posé réalise une interpolation continue entre l’ensemble unitaire obtenu pour z = 0 
et l’ensemble “sans corrélation” obtenu pour z = I. 

Par hypothèse, la probabilité d’une matrice unitaire s de l’ensemble E,(z) est pro- 
portionnelle à dét|1—zA(s)|~‘da@y où da, est l’élément de volume du groupe uni- 
taire et où la fonction de poids dét|1—zA(s)|"! est définie au paragraphe 2.5 par la 
formule (2.25). 

La distribution des valeurs propres &,,€2,..., €, dans l’ensemble E,(z) est donc 
donnée par la loi normalisée 


AA* | g—e, | 


Go CL 


où le coefficient de normalisation est donné d’après (2.14) et (2.22) par les expressions 


Plej...) = (4.2) 


&;—ZE; 


k 
Po mee ee ee ce 
| _ 


1 
(1—z) q, nest l=z ` 


(4.3) 


Une troisième forme, commode pour les calculs, de la fonction P(e, . . . &,) est la 
suivante, d’après (2.12): 
1, 2 
P(e, ... &,) = — dét 
In 


el 


1 


(4.4) 


| —Z6;e; 


In 


4.2. DÉFINITION DES FONCTIONS DE CORRÉLATIONS 


Soit A(@~) une fonction test définie sur l'intervalle 0, 1. Proposons nous de calculer 
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la valeur moyenne de la quantité suivante dépendant du paramètre ¢: 


= TL +£A(p) (4.5) 


relativement à la loi de probabilité P(g, ...¢,). 
On obtient aisément le développement en puissances de € 


n 


{G> = nn le « [ae … . de, A(p;) . A(G,) 


x PCP, ++ Pas Prat +++ On). (4.6) 


Si la fonction de corrélation d’ordre k est ainsi définie: 


Rh1... Ox) = 7 pe i Apes ++ + da P(P1 ++ Pn)s (4.7) 


la fonctionnelle <G> de A admet le développement 
n ce 1 1 
G= D al . a do, ... dg Ri -- + P)A(G1)-- - A(Qx); (4.8) 
k=0 k! Jo 0 


l'expression R,(g,...0,)dy,...dg, est la probabilité d’observer k niveaux quel- 
conques situés chacun entre les angles gy, et p, +dy,, p, et p2 +d, etc.... 

On définit aussi les fonctions réduites Y,(~, ...,) comme les coefficients de la 
fonctionnelle log <G): 


log <G> = Efa [de dos Vito eA) AG) (4.9) 


Supposons d’autre part que nous voulions connaître la probabilité de n’observer 
aucun niveau dans l'intervalle angulaire —0, +0. Prenons € = 1 et 


A(@) = 0 si est extérieur à l'intervalle, 


A(@) = 1 sig est intérieur à l’intervalle; 
la quantité 


R = <6) = < J] (1—-4(#))> 
i=1 
est évidemment la probabilité cherchée, et Pon obtient 


R=) sf. he do, ... dg, RG, -» - Pa). (4.10) 


4.3. LA FONCTION DE CORRELATION D'ORDRE 2 


D’après la définition (4.7) et expression (4.4), nous obtenons pour la fonction de 
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corrélation 4 deux niveaux 


(4.11) 


1 


n(n—1) f ; à 
R;(e, , 8) = a ; | dp;dp,...do, dét 
3 0 


1—Ze;e; 


La méthode de calcul utilisée sect. 2.4 pour la normalisation (formules 2.18 
et 2.19) donne ici 


R,(é,, E2) = nn) = X Y (P) tete te 


i20 P 


ai 
41 API 42 4p2 An %Pn 
Le uh d3...d@,8 Ez Senta 


Gee EP EY ee. Oe 
eo 1 ESTE Eee EDO IE 
_ n(n—1) tthe tan g 3 4 (4.12) 
Qn a; =O 5(a3 —a,) 5(a%3— 4&2) 1 eee 5(%3—%,) i E 
ôlan— a) Sfant) ... ... 1 


On voit aisément que le déterminant est nul dès que deux entiers « sont égaux. Si on 
les suppose tous distincts, le déterminant se réduit à 


= (6,8, 77%, 


n(n—1) | (2) 7 er 
Raf; , €2) = ——— =: LEE gite. tan 
a i 2 dn an tat E> (4.13) 
ou encore 


n! ZEN ZEN us 
R;(E;, 2) = n(n—1)— — + 22 E) Se 
In 23<4a<... <an E2 €; 
æ1 <az distincts 


On a donc 


On est alors amené à effectuer les sommes sucessives suivantes: 


a Lu 
> D quite. taa- (=) g'atitee aus (=) gintitin. tan 
<n 


1SA<pSn OSai<... E2 E1 
et Pon trouve 
2 n— pu n—u+i n—2, 
zZz à z z F7 Blé z” lezler 
isitusnl—zl—2z? 1-2" * 1-2" atle le, 1—2" “*e,/e, 
gn ART Zn 1 
X | TATA RENE faza] {—2z" 7 
Après division par g,, on obtient pour R;(e,, £2) 
gh 


R,(é,, &) = n(n—1)—2 £ ie = 


1SA<pSnk ae 
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On vérifie sur cette expression que R, ne dépend que de la différence p, —@ , et que 
R, s’annule avec cette différence. 


4.4. LA FONCTION DE CORRÉLATION DU GAZ LINÉAIRE INFINI 

Nous supposons que le nombre n de particules ou de niveaux augmente indéfini- 
ment, tandis que leur distance moyenne D tend vers une limite finie. 

A la limite n > œ, nous posons comme sect. 3.2 


—=p=—, z = exp(—2ra/L), Ex = exp (2zis,/L). 


Les fonctions de corrélation r,(s,,5,...5,) du modèle linéaire infini sont définies 
k 15 °2 k 
par l’équivalence pour n > œ: 


1 
— rs: 52... Sds; ds, ... ds, = R,(@,..- pdo, ... dx, 
D* 


d’où l'expression de r (s; — s2) que nous écrivons sous la forme 


2 2 u—i et2ris/L) _ 4 = ( 
r,(s) = 1— lim J - 1 + aaa | ‘ 4.14 
2 n>n n(n—1) A<u k=2 | L(1—e (rl) ) 


La quantité s restant finie, de l’ordre de la distance D, on obtient 
| 2 2ris "O! Sept 
r,(s) = 1— lim Z — Y exp |- ES (ere) 1 ; 
n> oc n(n—1)1<itusn L k=a } 
c’est-à-dire en posant A/n = x, p/n = y 
y 
ra(s) = 1-22 dxdy exp {=2nios | dé(1 er)" : 
O<x<y<1 x 
Après intégration de la phase de l’exponentielle, et symétrisation en x et y, on trouve 


2 


1 
ra(s)=1— Í dx exp [iS log cer] (4.15) 
0 a 


On peut modifier l'expression (4.15) en introduisant la quantité v ainsi définie: 
v = log : = —log (e7 —1). (4.16) 


D'où la forme de la fonction de corrélation à deux niveaux 
r,(s) = 1—Y,(s), 
D 2 
Y,(s) = (2) 


2ra 


æ 2 
Í do Q-toste | (4.17) 
v e+) | 
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Le facteur de forme à deux niveaux ou transformée de Fourier de Y, a l’avantage 
de s’exprimer à l’aide de fonctions élémentaires. En effet, pour 


+o 
b(k) = ; Í Y,(s)e"* ds (4.18) 
on obtient 
b(k) = = Í dx Í dx'(e* +1)" !(e" +1) 16(x —x'— ka), 
2na v v 
et enfin 
1 1 Dua 7 ad 
b(k) = ete Jog [ite Kia (62/22 1)] ele (419 
(K) 2 sh (4|k|a) = L ( )] ( ) 


Ce facteur de forme a l'interprétation suivante: Définissons les sommes 


Pr = >, & = exp (2rikọ;), k=0,1,2,.... 
j=l 
On a d’après (4.7) 
+4 
KPxP 1) = Ox [naf Rex | - 


A la limite n > et pour k ¥ 0, on obtient 


: 1 1 i niks/Dn 
lim À (0-5 = Su |1- > | ePnits/D rod | : 


no N Le) 


c’est-à-dire pour k # 0, n très grand, 
2x k 1 
1—b (> 5) saa (4.20) 
Dn 


Les sommes p,, ou plutôt les sommes partielles, sont faciles à construire quand on 
connaît une série de niveaux expérimentaux E;: 
Pr = } exp i@E;, aa 
j 27 
et permettent d’atteindre le facteur de forme b{w), moyennant certaines corrections. 
La connaissance de la corrélation à deux niveaux permet de préciser le rôle du 
paramètre a. Nous savons déjà que a est la distance au-dessous de laquelle linter- 
action entre deux particules du gaz linéaire devient coulombienne. Au-delà de a le 
potentiel coulombien est en quelque sorte compensé. Etudions d’abord les deux limites 
a/D très petit qui correspond à un potentiel très faible c'est-à-dire à des particules 
presque indépendentes, et a/D très grand qui correspond à la limite z = 0 où le 
potentiel est coulombien sur une longue portée a. 
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(i) a/D + 0. La quantité v définie en (4.16) est très grande, on peut écrire pour 


i e j s (=o (1+1) ae 


N RUES 
a’ +s? 


2 


Y,(s) 


à 


+ 


Ce résultat était attendu pour un gaz dilué. A la limite a = 0, on a Y,(s) = 
(ii) a/D > ,v x —(2na/D) > — œ. Dans ces conditions, le facteur (e°+1)7 


coupe l'intégrale à © ~ Oet l’on a 


DONC 


Donc, pour a/D très grand, Y,(s) tend vers la fonction de corrélation correspondante 
dans l’ensemble unitaire, telle qu’elle est donnée par Dyson (réf. 2!), section I). 

Une différence importante entre la distribution des valeurs propres dans l’ensemble 
E,(z) et dans l’ensemble unitaire limite E, tient à l'absence d’un ordre de type cris- 
tallin dans le premier cas. Le facteur de forme b(k) a pour seule singularité une dis- 
continuité de la dérivée première en k = 0, qui donne une corrélation à longue por- 
tée en s7?, mais il n’y a pas le facteur périodique de période D qui existe dans le cas 
limite a > œ. Ce fait important vient de ce que le potentiel répulsif entre les niveaux 
n’a pas la portée infinie du potentiel purement coulombien. Ce phénomène d’ordre à 
longue distance indiqué par l’oscillation persistante de la corrélation à deux niveaux 
est distinct du phénomène de régularité de l’ensemble des niveaux, remarqué par 
Dyson, bien qu’ils aient leur origine commune dans le potentiel purement coulom- 
bien. Pour le voir, on pourrait étudier la régularité des valeurs propres e dans le mo- 
dèle circulaire en répétant le calcul de Dyson sur l'écart moyen entre les distributions 
des & sur le cercle et les sommets d’un polygone régulier de n côtés; une quantité pou- 
vant servir de mesure à cet écart est la suivante: 


= pee Ș exp 2zi (or £), 


Nk=1 
qui dans l’ensemble unitaire est de l’ordre 


ô x er 
n 


Dans l’ensemble £,(z), on trouverait 
? = * (6(0)—1). 
n 


où b(0)— l est un coefficient fini, lorsque a/D est fini. Pour z = 0 ou a = œ, b(0) = 1 
et le terme dominant de 6? n’est plus en 1/n, mais celui calculé dans l’ensemble uni- 
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taire. On verra au paragraphe 4.6 que légalité b(0)—1 = 0 exprime que le gaz est 
incompressible”, ce qui est une propriété du gaz de Coulomb. 
4.5. EXPRESSION DE L'ÉNERGIE 

La fonction de corrélation à deux particules permet de calculer énergie du gaz 
linéaire à la température ff = 2, et par conséquent la dérivée pour ß = 2 de la fonc- 
tion de partition (3.9) 

L L 
GAB) = — | .. | ds,...ds, exp {-B ¥ V(s;— 
Ta 


0 0 i<j 


D'où l'énergie totale 


; Ô 1 
E(B) = Ee log In a bn(n 1): : aE ds, ey . ds, V(s;— 52) exp {=p SV): 
7 j, Gray a 


et pour f = 2, l'énergie par particule 


E 1 +a 
Sg V(s)R3(s)ds, 
n he (3) als. 


avec 


=" 


V(s) = 4 log (14 =) 
E 
On en déduit, à l'aide de la fonction Y,(s), 


E na 1 (t* a? 
= — —- log (1+ =) Y (s)ds. (4.21 
n 2D -5 j a) 6) ) 
Utilisant la transformée de Fourier de V(s) et de Y,(s). 


ata 


Fo 2: , d 7 m 
Í log (1 + al Y(s)ds = | a (1—e7°!)b(e), 
— 0 \ RY — © |@ 


et substituant pour b(w) l'expression (4.19) dans la formule (4.21), on obtient finale- 
ment l'énergie par particule 


E Ta do 2 = 2 D 
ad S ENA — | log [1 +e? (e7 —1)] — ; (4.22) 
n 2D T œw \2na L ( ) 


4.6. LES FONCTIONS DE CORRELATION D'ORDRE FINI 


La définition (4.7) de la fonction de corrélation d’ordre p et la mèthode du para- 
graphe (4.3) fournissent la série multiple 
po GBP: idea eae 
! | AX2 7&1 aama 
A E pe an eee gnr Pe 1 ES (4.23) 
"dy (N= p)! azo distincts a ihe A A at 
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ou encore 
(£) (a) ay =<, 
R(E - - . €p) = a D ee eet jer | (4.24) 


la sommation ÿ ® porte sur les permutations des e, la sommation } s'effectue de 
proche en proche sur &4, %3,..., %, pour chaque imbrication des deux suites de va- 
leurs distinctes de a1,02,...,%, et Up44,%p42,-++,%- On obtient, après division 
par Qn, 


(£) 
R(E&182... 6) = È >. X I(P) 
OSA <A2r<...<Ap<n P k 


1-2" 1-2" 


Ai Ski <A2z (2,/ep;)—z" A2rSk2<A3 (e; £5/Ep, Ep2)— z" Le 


1— fers 


Âp-1<kp-1</p (ei 8% Ep- 1/êP1 re Ep) 2 et 


(4.25) 


Afin de poursuivre le calcul, nous passons à la limite infinie. On obtient à l’aide de 
(4.14), en désignant par ÿ ( une sommation sur les permutations des s, 


1 (s) 


Fa TS Te a X X LIP) 


OSA1<...<ApSn 


2ni Aami A23—1 
SERES {(sp1—s1) È (ie M) 4 (Sp, +Sp2—51— S2) yX tre t 
A E 


+... +(Spy t+... Sp Si o —5,) D (1—e TEN, (4.26) 
2p 
A la limite thermodynamique on obtient, s,,..., s, restant finis, 
(s) 
PASS sco. 5) =} dx, .. . dx, IP) 
O<xi<...<x,<1 P 


oe, a 


x exp (2xi/D) CEN) dx(1 — e777)! Hesse -52) | DE cee 


(s) 
-Í dx; ... dx, >, YIP) 
O<xi<x2<...<1 P 


Mes f Sp1—St Jog EXP (2nax,/D)—1 4. j 5P27 2 tog EXP (2nax,/D)—1 oe À | 
exp (27ax,/D)—1 D exp (27ax,/D)—1 J 


Prenons comme nouvelles variables les œ;, i = 1, 2,..., p, définies par exp(2zapx;) 
— 1 = exp(—w;), v < œw; < ©, où v est donné par (4.16): 


ef da, dw, 


D 
ns) = (2) TE 
oes É 27a! d ¥<@p<...<@1< 0 e1+1 e°r+i 
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(sx 


exp i 


= (or 


x dét 


da, 


. da 


P 


o k — 


deje o, (4.27) 


(e°? +1) 


Le théorème de Gram nous donne la forme finale de la fonction de corrélation a p 


niveaux 
AORTE 


où la fonction g(s) déjà obtenue, formule (4.17), 

donnée par l'intégrale 

© da 
“el 


g(s) = — 


La formule (4.28) pour la fonction de corrélatio 
plicité et elle est complètement analogue aux fi 
par Wigner °) pour les ensembles circulaires et 


Sp) = dét lg(si— 


T es/a) 


s;)Jip (4.28) 


pour la corrélation à 2 niveaux, est 


(4.29) 


à p niveaux est d’une grande sim- 
rmules obtenues par Dyson +°) et 
gaussiens dans les cas unitaires et 


hermitiques. On a de même pour les fonctions réduites à p niveaux définies par (4.9) 


p—1 (s) 


Ysi- Sp) = (ia >» gls —s2)g 


Remarquons ici que la conjuncture de Mehta et 
au sens défini par ces auteurs | 
sauf à la limite a > oo: 


i» 


Y,(s, 52 -. 


Le) 


n’a aucune raiso 


.s,)ds, # (p—1)F, 


(s2—53)...g(s,—5). 


Dyson sur les gaz incompressibles 
n d’être vérifiée dans ce modèle-ci, 


sise ss) 


On sait que la compressibilité est reliée à la fonction de corrélation à deux dorps. 


A une dimension, la relation prend la forme sui 


p| rossi- 


vante: 
ce) 
ôp/eg 


A Faide de l’isotherme (3.43) et de la définition (4.18) du facteur de forme, on ob- 


tient 


D en 
bO)-1 = = (1-82?) 
2na i 


ce qui peut être vérifié directement par l'expression (4.19). Si a augmente indéfiniment, 


ĉp/ĉp tend vers zéro. 


t Réf. 18), sect.V § C. | 
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4.7. L'ESPACEMENT DES NIVEAUX 


Puisque nous connaissons les fonctions de corrélation à tous les ordres, l’applica- 
tion de la formule (4.9) nous donne la probabilité pour que l’on n’observe aucun 
niveau dans l'intervalle angulaire 2x9: 


R(p) =), Er a ee 5 Lf do Pi... do, RP: Pa... D). (4.30) 


A la limite n > œ, la probabilité de n’observer aucun niveau dans un intervalle de 
longueur s est donc 


R(s) n oe A [es E … ds, dét [g(s;—s;)|, . (4.31) 
On en conclut que R(s) est le déterminant de Fredholm de l’équation intégrale 
1 rte 
A | at nf idy = 0, (4.32) 
c’est-a-dire | 
R(s) = dét[5(x—y)-D 'g(x-y}, [xi <3s, [yl <4 


L’analogie avec les cas correspondants des ensembles circulaires ou gaussiens serait 
complète s’il était possible d’obtenir le spectre du noyau g par des méthodes aussi 
simples. | 

A la limite a/D -> œ, on retombe sur le cas de l'ensemble unitaire 


he, > A ESEN 
g(x— y) > = @ iol do 
2na J -2na/D 


ete v/a) sin n(x a y)/D 


™~ 
~ 


n(x— y) 
Le déterminant de Fredholm R,(s) est le même que celui de l'équation homogène 
À re sin m(x—y)/D 
nosa f PEEP] Oja, (4.33) 
-4s n(x— y) 


déjà étudiée dans un précédent travail 7°). 
Signalons la transformation suivante de l'équation aux valeurs propres 


Apts 
Sf 9-90) = st: (4.34) 
En prenant pour fonction inconnue (œw) ainsi définie: 


[ae tt) = ooe, 


UNE FAMILLE A UN PARAMETRE D’ENSEMBLES UNITAIRES 
on obtient ’équation au noyau symétrisable 
Af” sin[(w—w'}s/2al ; no, b 
f sin [(@— 5/24] o SEO: (4.35) 
Tv w— w 


où ne figurent que des fonctions élémentaires. Le noyau g est hermitique, positif et 
de carré sommable. Le spectre est donc discret et le déterminant de Fredholm R(s) 
admet de développement convergent 


R(s) = Ta Si 


où 4,, 45,..., est la suite des valeurs propres de (4.34). 


Appendice 


Nous voulons démontrer l'égalité b,(c0) = 6,(co). Le coefficient b,(L) est une som- 
me de contributions (—)’W,(L) associées aux graphes connexes G d’ordre / com- 
prenant p lignes. 

La contribution typique de l’un d’eux, G, s'écrit 


+4L +4L 
W{L) aa | e dd ... ds- [I fr (A.1) 
SE SFE lignes de G 

où le produit, dans l’intégrant, porte sur les fonctions f; associées à chaque ligne de 
G de la façon usuelle. Dans cet appendice, nous appelons encore f, et f les fonctions 
définies sect. 3, formules (3.23) et (3.24), mais changées de signe, afin de n’avoir a 
manipuler que des quantités positives. Comme fz, définie par légalité (3.23), est 
périodique de période L, W,(L) se ramène à une intégrale d'ordre /—1 


wyaf af issida T Se (A.2) 


3E lignes de G 


a 
2 


où nous fixons sg à l’origine: sy = 0. 
Nous notons le domaine d’intégration de (A.2) par [L] 
en deux parties: 


'—1 et nous divisons celui-ci 


[LT = [LT +]. (A.3) 


Le point (s,,..., 5;-,) est dans [L'] 7! si chaque s; est compris entre — 4L’, et +41’. 
Nous écrirons L’ = L— À où À est une longueur dépendant de L: pour L assez grand 
nous prendrons À = L?**, où g est un nombre fixé, strictement compris entre 0 et 4; 
0 < x < 4, de sorte que 1 € À € L. Le domaine [ô] est donc un voisinage de l’ordre 
de L?** de la frontière du domaine d’intégration. 
L'intégrale (A.2) est la somme de deux intégrales portant sur les domaines [ee 
et [6]: 
WL) = Wal E] + Welô]; (A.4) 
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W,,[6] a le même intégrant que (A.2), mais l'intégrale porte sur toutes les configura- 
tions (51, 52,...,5,_,) Où au moins l’un des s est extérieur au segment ~—4L’, +4L’. 
Appelons WG;(L) l'intégrale sur les configurations de points où s; est sur [L—L’], 
les autres s variant librement dans L, domaine que nous notons [ô,]. Comme [6] est 
compris dans la réunion des [ô;]j = 1,2,...,/—1, on en déduit 
fep 


Weld] £ X WoL). (A-5) 


Nous montrerons d’abord que W,(L) et W,[L’] ont même limite pour L > œ; il 
suffira de montrer d’après (A.4) et (A.5) que 


lim Wei(L) = 0. (A.6) 


Lo 


Le domaine [6,] se décompose en deux domaines symétriques. A cause de la parité 
de l’intégrant, il suffit de considérer l’un d’eux défini par les inégalités 
—?L < sı < —4(L—-A)jet -4L < s; < 4L, j=2,3,...,1-1: 


—4(L- à) +4L 
Wai(L) = af ds, | ds, on Pe ds;_; II fa- (A.7) 
—+L -4L lignes de G 


Le graphe G étant connexe, il existe sur G un arbre 7 de / points et /—1 lignes tels. 
que So et s, soient deux points extrèmes de l’arbre. Soient so, 5’, S”, ..., 8°", Sy la 
chaîne formée des lignes de . sur G qui connecte sọ à s,. Cette chaîne comprend q 
points avec q = 2. Appelons of”, o, . . ., les autres points de G qui ne sont pas sur 
cette chaîne. L'ensemble de points so, 5’, 5”, ..., S”, 51, oY, o, ... coincide donc 
avec l’ensemble des / points so = 0, 5,,...,5;., mais leurs noms sont différents. 
L’intégrant de W,,(L) est un produit de trois facteurs: 


(i) PASS" s). fils —s'”), 
défini avec les f, de la chaine, allant de sọ = 04 s}, 
(i) Pleas Vier Ss ie ee i 
formé avec les f} qui sont sur l’arbre Z mais extérieurs à la chaîne, 
(iii) facteur formé des f; qui appartiennent au complémentaire de l’arbre 7 sur G. 
Comme les fz sont inférieurs à 1, on en déduit l'inégalité 


Wes(L) < 2 


=i(L-a) +4 +4L 
<f as, | eee [ do f (oP —s)do f (6 —s).. fi(o?-07)... 
-4L =r dede 


x ds'ds” ... ds Fils fi(s"—s"}...fi(s, s). (A.8) 


A cause de la structure d’arbre on peut intégrer de proche en proche sur les o qui sont. 
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au nombre de /—q. De 


+4L 
Jigga = LT < AT, 


on déduit 


-4(L—A) +4L 
We(L) < 2 | ds, | ….ds'ds”...fifs;—s"")...fi(s'Xar)" *  (A.9) 
-4L 4L 
Pour évaluer ce produit de convolution, nous utilisons le lemme suivant facile à 
démontrer: 
Posant 


1 sh 2y 
fi = th,» JL, = > 


on a 


On en déduit aisément 


PR ek fps e DE ARR 
nn, me 


g— t fois 


PR we ne 
(q- 


= fa(S). (A.10) 
1) 
Reportant l’inégalité (A.10) dans (A.9) on obtient 


-—4(L-A) 
M 


(a. LAf(—H{L-—2)). (A.11) 


2 2 
PEN E -<2 (5), (A.12) 
sh? y+cos” < 
2L 


puisque, d’après le choix de À = L?** 0 < x < 4, nous avons 


pour L assez grand. On déduit de (A.11) et (A.12) 


W,,(L) < = (ar) ++”, 
q — 
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Comme q est supérieur à 1 et x inférieur à 4 on déduit de l’inégalité précédente 


lim We,(L) = 0, 
L> œ 
dot 
lim We(L)— We[L] = 0. (A.13) 
L>a@ 


Nous montrons maintenant que 


lim We[L] = W(co), 
Lo 
où W,(00) est la contribution du graphe G à 6,(00). Sur [L’] nous pouvons majorer 
la différence entre f,(s) et f(s). Nous définissons sur [L’] = (s) = f,(s)—f(s) 
sh? y a’ 


ee ee. 
> Lo: TS a +s 
ne 


-L <s<E, (A.14) 


p(s) = 


Cette fonction positive est évidemment de l’ordre de 1/L? tant que s est fini. On peut 
montrer facilement qu’elle atteint son maximum aux extrémités de l’intervalle [L], 
donc pour |s| = L— å: 


2 2 
- Be E a? 2a? a? 
0 < g(s) < < <2 ; A.15 
o(s) 32 (L—2}ÿ 22 pit ( ) 
(1+ a (1+ 
a a 


Revenons alors à la définition de W,[L’]: 


W,[E] = ‘ine ..ds,...ds,,; [I (f(s—s’)+e(s—s’)). (A.16) 


lignes de G 


Développons le produit. Nous obtenons d’abord un premier terme 


+40’ 

| ER Te PAW: (A.17) 
—iL lignes de G 

puis une somme de termes contenant au moins un facteur p; nous décrivons Pun 

d’entre eux comme suit: Soit U un choix de u lignes parmi les p lignes de G et V Pen- 

semble complémentaire de p-u lignes. Nous affectons un ¢ aux lignes de U et un g 

aux lignes de V. Une contribution Wy s'écrit 


rar am PA 
m=] Peis oe OS Jf...]J POs; (A.18) 
—iL — 
u facteurs 


et nous avons 
W,[E] = WE) + > Wy. (A.19) 
U 
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Considérons le graphe V c’est-à-dire l’ensemble des lignes de V et des points s; qui y 
sont connectés. Il ne peut pas être composé de plus de max(u, /) parties connexes, 
puisqu’en ôtant une ligne à un graphe connexe, on ne peut créer plus de deux parties 
connexes. Soient V,, V,,..., V, les parties connexes de V; d’après la borne (A.15) 
sur les p, nous obtenons pour (A.18) la majoration 


MRS (a x [LW (EYL W E)] . - . LEWE] (A.20) 


avec r < u. Or, il est simple de montrer que les W,;() existent. Il suffit d'utiliser 
encore la connexité de G et la convergence absolue de l'intégrale de f. On a aussi 
W,(L') < W(co). On déduit alors de (A.20) l'inégalité 


ras : 
Wy < (2a?) (=) ZORLA) 


D’après le choix de « positif, on en déduit 


lim Wy = 0 


L> æ 
et par conséquent d’après (A.19) et (A.13), 
lim W,(L) = lim W,(L) = (œ). 


L> 0 L- æ 


D'où légalité W,(co) = Wi(o) et l'égalité des coefficients de Mayer des gaz 
linéaire et circulaire. 
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Abstract. An exact calculation is described for the ‘partition function’ associated with a 
unitary ensemble of random scattering matrices in the statistical theory of nuclear reactions. 


1. Introduction 


In a recent development of the statistical theory of nuclear reactions (Mello 1979a, b, 
Mello and Seligman 1979, 1980) an ensemble (E) of scattering matrices S was introduced, 
with a probability law that maximises the information-theory entropy, taking into account 
the constraints of unitarity and symmetry. If the expectation value €S of the matrix S can 
be considered as given (the so called optical scattering matrix), the distribution law 
necessarily takes the Gibbs form 


P(S) du(S)= Z~' exp(—Re Tr BS) du(S) (1) 
where $, the matrix of Lagrange multipliers associated with the constraints (SY, is a 
complex matrix whose dimensionality is the number of channels. We have 

SSt=1 (B and S of dimensionality N). (2) 


The measure dy(S) is the invariant measure under the automorphisms of (E) defined by 
the symmetries of S. For the physical systems whose Hamiltonian is invariant under time 
reversal, the ensemble to be considered is that of unitary and symmetric matrices 


(E): S=5 SS*=1 (3) 
that can always be written in the form (Dyson 1962, Hua 1963) 

S=Pr prit =1. (4) 
One can then show (Dyson 1962) that the unique invariant measure is 

du(S)=dV, (5) 


the volume element of U(N), the unitary group in N dimensions. 
On the other hand, if the Hamiltonian that governs the scattering does not possess any 
a priori invariance (for example, if the system is subject to a strong and disordered 
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magnetic field), one has to consider simply the ensemble (Ey ) of unitary matrices 
(Ey): S=UEU(N) du(S) = dU. (6) 


A knowledge of the norm Z(£) of equation (1) as a function of an arbitrary matrix Bis 
sufficient to evaluate all the expectation values by differentiation. Z(f) is the analogue of a 
partition function in statistical mechanics: 


Z()= f exp(—Re Tr BS) du(S). (7) 
(E) 
If we write 
Z(B, B*)= | exp(—}Tr BS —}Tr B*S*) du(S), (79 
(E) 


Z can be considered as a function of 8 and B*. Then the relations 
(Sie) =—2 ô ln Z/ OB y (8) 


determine £ as a function of the given optical matrix (SY. 
In the symmetric ensemble (E.), 8 can be chosen as complex symmetric, whereas for 
the unitary ensemble (Ey), B is arbitrary. We have 


Z,(B)= Î exp(—Re Tr BVV) dv (9) 


Zu(B)= f exp(Re Tr BU) dU= f exp[—{(Tr BU + Tr B*U*)] dU. (10) 


It is clear from (10) that we have the invariance property 
Zu(B)= Zu(U°P). (11a) 


The effect of U? here is to rotate the N column vectors that make up £. If Z remains 
invariant under such an operation, it can only depend on the norms of the N vectors and 
the angles between each pair of vectors. This is represented by the matrix elements of BB, 
which indeed is transformed to (U°f)'(U°B) =f" B. Z is then a function of the matrix BB. 
But we also have 


Zu(B)=Zy(BU'), (11b) 


and now BB U"(B' BU !, so that Zy(f) can only depend upon the eigenvalues of the 
Hermitian matrix BB. 
We shall now turn to the calculation of the above function Zu(B). 


2. Expansion of exp(—Tr BU) 


Since the integral (10) defining Zu(B) appears as the norm of the function exp(—} Tr BU) 
on the manifold U(N), it is natural to expand that function in terms of the basis provided 
by the irreducible representations of U(N), i.e. the functions denoted by D!{1(U), consisting 
of the matrix elements of the representation associated with the Young diagram 


[N=lhh fn] 
fi 2zhe...2fnv 20. 


CALCULATION OF A PARTITION FUNCTION... 


D'(U) is a polynomial in the elements of the matrix U of total degree f=, f. 

Even if the expansion of exp(— Tr BU) is well known (Itzykson and Zuber 1980), we 
give the derivation here anyway, in order to present a method that is useful within the 
present context and to become familiar with the notation. 

The functions D'(U) form a complete set, orthogonal and unitary, on (Ey). We 
choose the normalisation 


f DYU DNU) dU = di 51,171 Sea Sow (12) 


where dn is the dimensionality of the representation DM, so that the orthogonality 
relation between characters 


xn(0)=Tr DU) (13) 


f xin (UmU) dU = Âp. (14) 


We then have d 1 =y (1). Weyl (1946) gives the expression 
ina (U)= ete? ... el et N.. 


U={é,& ... En} 


(15) 


where € are the eigenvalues of U and 
h=f,+N-1 L=fi+N-2... In =fn- (16) 
One obtains 
Dh... ly) _ product of the differences of the J; 
D(N—-1, N—2,...,0) 1!21...(N—1)! 


To obtain the expansion of exp(—Tr BU), the idea is to impose initially a unitary 
restriction on the matrix 8 and then use a lemma by Weyl (1946, p 177), stating that the 
unitary restriction on the representations of the linear group GL(N) has no effect from the 
algebraic point of view. It then suffices to expand exp(— Tr U), which is a class function, 
on the complete basis provided by the characters 


exp(— Tr V= n (0) =D. anxn(U) (18) 


din = (17) 


where y, (U) is the trace of the fundamental representation U. Expanding the exponential, it 
is thus sufficient to calculate the coefficients f x? (Uxt (U) dU, Vp. Now x? is a composite 
character; the coefficient, a positive integer or zero, of yp in the expansion of y? is 
precisely equal to the multiplicity of the representation [/] in the decomposition of the 
product U®U®...@U (p times). This implies p = f. On the other hand this multiplicity 
is equal to the degree of the irreducible representation of the symmetric group zy, 
associated with the diagram [ f}, whose value is (Weyl 1946, p 213) 


Dh .. dy) 1 1 1 


=f! = a ———————~— ——____ ,,, — 19 
ht!h!... dy! 4 G—N+1)! (-—N+2)! I! ny 


z D(N—1,...,0). (20) 
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Without any calculation, we thus have 


ly 
n= F NE 


and writing the characters ee in A 


exp(— Tr UV)= > C Tr[DA UDAN. (21) 
N 


The series (21) is an entire function of the elements of V expanded over the polynomials 
D(V). These polynomials can be continued to the elements of GL(N) due to Weyl’s lemma, 
thus obtaining the desired or 


exp(—Tr BU) = ze Sa in TD (BD (0). (22) 


One could obtain (18) directly, by multiplying the series of the exponential exp(— xı ) 
by the determinant A(e)=|e"—',..., L|: 


O=exp[—(e, +62 +... +éy)JA 


k 
=. up eet son (23) 


Pl 
Penn {k} k, tke ! .. ky! 


Changing the summation indices k; + N—j=1,, we have 


=t 
= Die fk mmama 
22 (Pep, Epa » + + Epu G=N+ DB —N+2)!... ln 
= ef here... + 
li>h>...>In fi 


with f;=1;+j—N and definition (19) of gip. One then obtains equation (18) with 
expression (15) for the characters. 


3. Calculation of Zy (£) 


It is straightforward to evaluate the integral (10) with the aid of the series (22): 


Zy(B)= i lexp(—4Tr BU)? dU 


1 
Gas BiA rap Gg D AGP), (25) 


where the factor dij] comes from the normalisation (12). Using the group property of the 
representation D of GL(N), one gets 


Zy(B)= 2 


I anh GE“ B) (26) 


CALCULATION OF A PARTITION FUNCTION... 


where x,1(48* B) is perfectly defined by equation (15): 
AGB Baza? A es MG (27) 


the A, being the positive eigenvalues of B* B. 
By virtue of equations (16), (17) and (19), the coefficient in front of x, in equation (26) 
is 
gin _ DN- 1,N—2,...,0) 1 1 + . (28) 
CYdn Ltbl...ln! (I-N+1)! (-N+2) 


This permits us to perform the summation of the series (25). In fact (after the change of 
variable 5-28) 


1,...,0 1 1 
Zu(28)= Pre a i ee ja" 1 AA] 
lA 1] n>a >w | MUI-N+D! MI-N +2)! 7 
N—1,...,0 À 4 
LP RE a ee (29) 
AT ,...,1l nm ION +1)! (2!) 
Let us introduce the entire functions of À defined by the series 
HO > 7 = yeh eV, (30) 
I, being the Bessel function of imaginary argument. 
One obtains then, with À; = 57, 
D(N—1, N—2,..., 0) 
Zu (2B) = yaa Om (28m | (31) 
MST Sell 
where the determinant of order N is the one associated with the matrix 
bnln(2b») n=0,1,2,...,N—1,m=1,2,...,N 
Going back to the original variable 
[bn In (Om )| 
Zy(B)= 24-2 1121. (N—1)! pr pea ap 
so our final expression is 
bn In (b, 
Zy(B)= 2-9 1121. (N—1)! [Pn tn (bn) (32) 


Tn <p Om — bp) 


Z appears as the ratio of two determinants, which are functions only of the eigenvalues 
of the matrix b? = £+ $. Such a ratio bears some analogy with Schur’s S function, which is 
a useful object in the theory of characters of the symmetric or linear group. 

For N= 1, equation (32) gives 


Zu7'(B)=Io(0). (33) 
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For N=2 


bi I (bı lo (2) — b2 I, (b2 Mo (b1) 


ZN=*(8)=2 , 
u (8) BE 


(34) 
which does not seem easy to calculate directly! 

We now have to determine our Lagrange multipliers by imposing the restriction that 
(UJ, as given by an equation similar to (8), is fixed. In order to do this we proceed as 
follows. Given the complex matrix (UY, one can always find two unitary matrices U® and 
U® (Hua 1963, § 3.4), such that U“’(U)U™ is diagonal and real. If we define, for these 
fixed U®, U®, the new matrix U’ by the relation 


U'=UUU®, (35a) 
then its average 
(U') = UU) UP (35b) 


is diagonal and real. The partition function of equation (10) can then be written as 


Z(B)= f exp(—Re Tr BU) dU= Î exp(—Re Tr( Ut U'U®*)) dU 


= f exp(—Re Tr(U@t gut UN) dU= À exp(—Re Tr B'U") dU’, (36a) 


where use was made of the property dU=dU’ of Haar’s measure. In the above equation, 
B' =U gu. We shall choose £’ to be diagonal and real, to ensure that (U’) is also 
diagonal and real. Then (8) =U(p'B)U", so that U® diagonalises the matrix BB, 
and therefore (Bi)? =A, =b}. The partition function (36a) can then be written, in terms of 
the b;, as 


Z(b)= f oxo Re Sp vs) aU’. (36b) 
i 


We can now calculate the expectation value of Uj. For i= 1, for example, we have 


€ In Z(b) 
(Ui) = du ee 2, Bw 
Db) bil(b) bhb)... | bi) bib)... 
I(b:) b:l1(b2) bhb)... | |b) bab)... (37) 
In(bs) b:n) Bh)... | Io) bI (b)... 


This, together with similar equations for (U3, Y, . . . , (Un), provide N relations for the 
N unknowns b;, b2, ..., by. If one now makes the replacement b; = Ea, U?*6,, UW * in 
equation (32), one obtains the partition function in terms of 8, which can be used to 
calculate averages of higher powers of U by successive differentiations. 
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4. Calculation of the cross sections and correlation coefficients in the 
‘high-temperature’ limit 


If the mean values (U,,) are small, the multipliers £ will also be small, and the expansion 
of (26) in powers of 6'8=b’ is the convenient one. To obtain the first terms, it is simpler 
to construct the table of values of diy, and gi, for the first partitions [f] than to use the 
general formulae (17) and (20). 


[fl gin din 
go {1} 1 N 
CO (2) 1 IN(N + 1) 
H {1,1] 1 NN — 1) 
OT [3] 1 N(N + IXN + 2) 
HH [2,1] 2 4N(N? — 1) 
z (17) 1 NIN — 1XN — 2) 


One then obtains, from (26), 


1 1 
Zu(B)= 1 + — yı (b°) “a ( Xiz) H Xu, 11 


) + O(b°). (38) 


4N 2x4 \N(N+1) N(N—1) 
Now we have 
x => oj =Tr (39) 
J 
x = D>. bb =4[(Tr bY + Tr b*] 
m (40) 
xu. = >, bb? =4{(Tr 6?) — Tr 04]. 
j<k 
One obtains 
1 1 N`!(Tr bY —Trb* 
In Zu =— Tr b? + N NY e oe, (41) 


4N 2x4 N(N? —1) 


We know that the characters can be expressed in terms of the coefficients of the 
characteristic polynomial 


N 
det|1 +zb°|= >) hz’ 
r=0 


(42) 
m=h Xu,n = M xa =h — h etc. 


One can write 


E A T à h h je (43) 
nlo= "+a Nat) NN D) 


/ 
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and consequently (see equation (37)) one obtains the relations, which are easy to invert, 


1 LAN '-bi 
1 j= EN E rs 44 
win) blag N(N?— 1) : | 9 


Using b? = BB in equation (41) one can write In Z as a function of fa, and B%: 


wa = 2 Babes + 2 (+ Pë Bo BaBa — Bib Be Bac Bar +... (45) 


1 
2x 4°N(N?—1) sa 


From (11), the average of U,, is then 


€ In Z(B, B* 

(Us) =-2 SEE (46) 
Using (45) 
Ua- rer EL 5 Aha —2 Def) +. un 

If we write 

U=(U)+U*, (48) 
the average cross section can be split as (Feshbach et al 1954) 

(ap) = (lôa — Us|”) = San — (Uab D + <1U t Y 

= 0Ù + 0%, (49) 


which are the usual direct cross section and compound nucleus or fluctuation cross section. 
This last contribution is just a particular case of the correlation coefficient (U4, U4), 
which can be expressed in terms of In Z as 


€? In Z(B, B*) 
OBsa OBE 


For the fluctuation cross section one has 


(Up US") =4 (50) 


1 1 1 1 
af, TN |: TA Bal? — 2 BF) +. a (51) 


Using equation (47) to express B in terms of (U) one has, up to second order in (UY, 


| N° 
Cab TN [ FN (CDa — (CUY U)» 


HETO RUN | al: (52) 


Suppose now that (U) =<U"™) and use the limit of a large number of open channels 
(N> 1): 


of ( KUY Uaa -KU Ua +E TKUNU) + a (53) 
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which is seen to consist of the first few terms in the series expansion, in powers of (U), of 
ol, © Paa P /Tr P (54) 
where 


P=I—(Uy'(U) (55) 


is the so called Satchler penetration matrix (Satchler 1963), which measures the 
subunitarity of (U) produced by the averaging. 

Equation (54) is recognised as the Hauser—Feshbach expression (Feshbach and Hauser 
1952, Satchler 1963), with an elastic enhancement factor (Hofmann et al 1975) of unity. 
We thus see that for N>1 and P~x/ (strong absorption), the unitary model predicts a 
fluctuation cross section which is strictly separable, i.e. with no enhancement in the elastic 
process. We do not know whether or not this property is maintained for arbitrary 
absorption. 

Going back to equation (50), we can calculate the correlation coefficient between U,, 
and U%, say, as 


1 
N? —1 


(Uf Uš = (UX Un * + Eriw (56) 


Consider now, as a special case, that the matrix (U) is diagonal; physically, this means 
that there are no direct reactions. We can write the fluctuation inelastic cross section from 
(51) and the correlation coefficient from (56) as 


of, =A — B(\(Ui, D + KUn) + C D Usa?) +. (57a) 
(Uf, UB") = DCU, (Un) * + (57b) 


In this particular case Monte-Carlo calculations have been performed by the Heidelberg 
group (Hofmann et al 1975) for unitary and symmetric matrices, and there is also the 
entropy approach to nuclear reactions for unitary and symmetric matrices (Mello 
1979a, b, Mello and Seligman 1980), with which we may compare, to see the influence of 
keeping the symmetry property only on the average. The four coefficients of equations (57) 
are given in table 1 for the present approach and for the two other approaches just 
mentioned. It is apparent that keeping symmetry only on the average has an influence that 
decreases when N increases for A, B, C, while D differs by a factor of two from the result 
of Mello and Seligman (1980) for N > 1. The elastic cross section is not compared, since 
we already know that in the unitary model the elastic enhancement factor of two is 
missing. 


5. The ‘low-temperature’ limit 
This is the region where the S matrix remains statistically very close to unity, i.e., where 
the b are large. Expression (32) can be easily evaluated asymptotically: 

exp b 


yv 27b 


1,(b)= 


vn b>N (58) 
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Table 1. The coefficients A, B, C and D of equations (57) from the entropy approach for 
unitary and symmetric matrices (Mello and Seligman 1980) (first row), from Monte-Carlo 
calculations (Hofmann et al 1975) for unitary and symmetric matrices (second row) and 
from the entropy approach for unitary matrices (present paper) (third row). 


A=IAN+1) B=(N+ 1V[N(N +3) C=1/[N(N +3) D=2/[N(N + 3)] 
N+ 1.15 40.75/N N+1.15 +0.75/N 1 
A=IMN+1) 9 B=———— cs D 
(N + 1X(N + 2) (N + 1)°(N + 2) (1 +0.15N)°(N + 1) 
A=1/N B=N/(N?-1) C=1/N?—1) D=i/N?-1) 
N=2 0.33 0.300 0.100 0.200 
0.33 0.394 0.098 0.197 
0.50 0.667 0.333 0.333 
N=5 0.17 0.150 0.025 0.050 
0.17 0.150 0.025 0.054 
0.20 0.208 0.042 0.042 
N=10 0.09 0.085 0.0077 0.0153 
0.09 0.085 0.0077 0.0145 
0.10 0.101 0.0101 0.0101 
and 
lb *| 
Zu ~exp(> b) a (59) 
[Brn | 
so that 
N 
In Zu = >. (b; —4 In by)— >. In, + by), (60) 
j=l i<k 
from which one obtains, for the (Uj) of equation (37), 
5 1 
1+<U;)= Vi. (61) 
# k=1 b, + by 


This system is very easy to invert by iteration for small values of N. 


6. The case of complete absorption 


There is a simple way to deal with averages of powers of U evaluated with the unitary 
measure du(U), which are useful to deal with the case 8 =0, or (UY =0, which corresponds 
to complete absorption. The method is similar to one devised by Mello and Seligman 
(1980) to deal with unitary symmetric matrices. 

Let U? be a fixed unitary matrix. Define the transformation 


U=U°U. (62) 
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By construction 
dU=dU. (63) 


We shall denote with a suffix 0 those averages evaluated with dU. We then have 


Ua» = | Us dU=} Usa Î Uy aD=Y Us f Use dU. (64) 
Therefore 

(Uas )o = 2 Uaa (Uab Jo (65) 
and similarly 

(Uab Yo =2 (Uap Yo Ufo- (66) 


One has similar results for higher powers: 
(Uas Už Yo = 2 Usa US* {Ua UÑ Yo- (67) 
ay 
As an example of the usefulness of these relations, choose U2, = ĉasa exp(i9,). Then 
(67) gives 
(Uas Ui Yo = EXP La — 8e) Ua UE Yo. (68) 


Since 0, and 0, are arbitrary, a necessary condition in order that (68) be different from 
zero is a =c, and similarly b= d. 
By the same argument, in order to have 


((Uaibi «+» Uar KU arp, + + + Uag) * J0 #0, (69) 
it is necessary that kK=/ and that the set (a, ...a;) coincides with (a; ... œ), except for 
the order, and that (b, ...b,)=(f, ... i), except for the order. A simple consequence is 

(Uab do = . + + = (Uan Uca Yo = 9. (70) 

Another simple application of (67): 
(Wu P» =2 Ur UI (UK Un do; (71) 
if we choose U?’ as 
O 1 
1 0 (0) 
IU°= 1 |, 
te. a 
then 
QU do = (|Ua1|7o- (72) 


This means that in the extreme case, (U)=0, the average elastic and inelastic cross 
sections are equal, i.e. there is no elastic enhancement; in the case where symmetry of 
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S is enforced, there is an elastic enhancement factor of two, which can be proved in a 
similar way (Mello and Seligman 1980). 
Averaging with dU the unitarity relation 


> [Uap |? = l, (73) 
b 

one then gets, using (72), 
(lUa? do =1/N (74) 
(ab Yo = (dub = Ual? Yo = Ôab + 1/N. (74a) 


The equivalent of equation (67) for two U’s and two U*’s, like |U}; |*, would be 
(Ui >=2 À [Uia tel? (Ua PU Po + À Ua l Ua do (15) 
a+B a 


But now one can see, in a manner similar to that used to prove (72), that 


Qt Yo = Ua Yo = .-- (76) 
(lUn Un Po = (Us: PAU Po =, (77) 
so that (75) gives 


EU fo = 2€] Ur PLU do 2, [Ural UTP +<IUul>o > (URI (18) 


or 
(1- wt Kivat» =2 > (ot PIU) IUa PlU >o (79) 
a a+ß 
and remembering that U? is unitary: 
(Ui l Yo =2(|U i U21120. (80) 
On the other hand, squaring the unitarity relation (73) and averaging with dU, one has 
NU Do + NN — 1K [Yur Un ? Yo = 1. (81) 
Solving (80) and (81) 
(Vir 0 =<|Ui2 Jo =2/N(N + 1) (82) 
(lUn PIU >o = NN. + 1). (83) 


From (82) and (74a) one can calculate the variance of 02: 
var 01. =(N— 1)/[N?(N + 1]. (84) 
One sees that 
var G12/(012 6 =(N— IAN + 1), (85) 


which tends to one as N> œ, suggesting that U,2 becomes distributed according to a 
Gaussian in this limit. It is interesting to compare the equivalent of equation (85) for a 
unitary and symmetric scattering matrix which gives (N? + N + 2)/[N(N + 3)]. As usual, 
the effect of symmetry decreases as N grows. 
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SUR LE DÉVELOPPEMENT DE LA GRANDE FONCTION DE 
PARTITION POUR DES SYSTÈMES DE PARTICULES 
IDENTIQUES 


M. GAUDIN 
Centre d'Études Nucléaives de Saclay, Gif-sur-Yvette (S. et O.) 


Reçu le 23 juin 1960 


Abstract: We start from the perturbation expansion of the grand partition function. The 
general nt order term is described by a pair of two permutations and its contribution is 
presented in a compact form of a sum of nt? order permanents. The procedure is applied to 
a system of fermions interacting via a two-body separable potential. The form of the series 
suggests a partial summation which gives the known result for the thermodynamic potential 
in the superconducting state. 


1. Introduction 


Nous considérons la fonction de partition Z d’un systéme de particules 
identiques, développée en puissances de l'interaction. Le formalisme de la 
seconde quantification et l’utilisation du théorème de Wick +) pour le calcul des 
valeurs moyennes de produits d'opérateurs permettent de représenter par un 
diagramme chaque système de contractions. L’examen de leurs propriétés de 
symétrie ?) dans les opérations d'échange conduit à décrire les systèmes de 
contractions à l’aide d’un couple de permutations. Le développement de Z 
ainsi obtenu, groupe les éléments de matrice de l'interaction sous forme de 
permanents qui rassemblent les contributions de diagrammes en général non 
connexes. Ce résultat pourrait sans doute être atteint par la méthode de 
Caïaniello 8), l’opérateur densité jouant ici le rôle de la matrice S. 

Nous appliquons ensuite ce développement au calcul du potentiel de Gibbs 
d'un système de fermions. Les termes de la fonction de partition se trouvent 
classés de façon à suggérer l’approximation simple qui consiste à ne conserver 
l'interaction qu'entre paires de fermions dans l’état singulet, d'impulsion totale 
nulle, et aussi d’,,énergie” totale nulle. Nous appelons ,, énergie” la variable 
entière attachée à chaque ligne de particules, qui fut introduite dans le formalisme 
par Montroll et Ward {). Dans le cas d’un potentiel séparable, il est simple 
de sommer la série partielle ainsi extraite de la série initiale qui définit Z et 
d'étudier la limite du volume infini. On retrouve ainsi le potentiel thermodyna- 
mique obtenu par Bardeen, Cooper et Schrieffer *) et ensuite par divers auteurs 
avec la méthode des transformations canoniques ê) et celle des fonctions de 
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Green 7). Il paraît au contraire difficile de traiter le cas d’une interaction de 
paires quelconque, non séparable, alors que la méthode de Bogoliubov le permet. 

Dans le cas répulsif et au-dessus de la température critique dans le cas 
attractif, cette série partielle redonne la contribution qui vient des ,,échelles 
généralisées” 8), calculée avec la restriction des paires ,,d’énergie’’nulle. La 
sommation des termes importants pour l'énergie libre de l’état superconducteur 
n'apporte donc pas de trouble dans les cas où la série de perturbation en dia- 
grammes connexes est convergente. 


2. Formalisme Général 


2.1. LA SERIE DE PERTURBATION. 


L’hamiltonien H d’un systéme de particules identiques en interaction 
instantanée peut s’écrire sous la forme 


H = H,+V = > e,4,'a,+4 > rsiomnda,taa,a,, (1) 
k rsmn 
où e}, = E,—2 (la quantité E, est l'énergie d’une particule libre dans l’état k, 
enclose dans un volume 2, et å est le potentiel chimique). Les éléments de 
matrice de l'interaction sont symétrisés ou antisymétrisés. 

La grande fonction de partition Z = tre?" admet le développement 
suivant: 


ge 


n=0 n ! 


B B 
[ du,.. af du, LTV (u,)V (ug) ...V(u,)>, (2) 


où la notation < > désigne la valeur moyenne au sens de la mécanique statis- 
tique, c’est-a-dire 


1 
Ad=—> rise", 
Zo 
avec Z, = tre *”>, Enfin, V (u) est exprimé dans la représentation de l'inter- 
action en fonction des opérateurs a„(u) et a,'(u) tels que 
a(t) =a,e™, ap (u) = ap e". 


En substituant l'expression de V (u) dans (2), nous obtenons 


(—1)" 1 
i > a C118 VMN Ta Sal V| Monod . .. 
n: T 8M AN, 


B B i (3) 
x i du... Í du, Ta? (u,)a}, (t)an (t11)ap, (1 )a},(u12)a,(tta)an, (ig) dy, (3) <<- X. 
0 0 


Z o 
Z À 
0 n=0 
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2.2. LA REPRESENTATION EN DIAGRAMMES DES TERMES DE Z 


Nous portons maintenant notre attention sur la valeur moyenne d’un produit 
chronologique de 4n opérateurs a ou a, intervenant dans le terme d’ordre n de 
la formule (3), soit 


= tat tat Ezt 
Tp = (TG, As An Gn, Aras, An, ting -Ap As An, Am, (4) 
Les sous-indices 1, 2,..., n, suffisent à repérer les temps #,,%,...,...u,. 


Le théorème de Wick décompose T, en 2n! systèmes de contractions distincts. 
En effet, les contractions sont du type {Ta aò et l’on obtient tous les systèmes 
en associant de toutes les façons possibles les 2# opérateurs a à chacun des 2” 
opérateurs at. 

La représentation d’un système de contractions par un diagramme est 
connue 1): on dessine les unes au-dessous des autres # lignes horizontales 
numérotées 1, 2, ... n, qui correspondent aux interactions V (u1), V (tta), ..., 
V(w,). On affecte à la partie gauche des lignes d’interaction les opérateurs 
a,’ et a,, ct à la partie droite les opérateurs a,' et a,, que l’on représente par des 
extrémités de lignes orientées (fig. 1). 


ih SE E a, 
Am, On, 
PEDE lesen 8 
Less 2 PAR PR EEE 
Fig. 1. Représentation des interactions. Fig. 2. Ligne représentant la contraction 


(Ta, am,> 


On obtient tous les diagrammes en joignant entre elles de toutes les façons 
possibles les extrémités gauches ou droites des interactions (fig. 2). 

Les éléments de matrice <rs|v|mn> ont un caractère de symétrie défini, pour 

échange des états m et n, ou l'échange des états 7 et s. 

Les systèmes de contractions différant seulement par l'échange des opéra- 
teurs a, et a, ou a,' et a, à l’intérieur des contractions, donnent donc la même 
contribution après sommation sur les indices. Parexemple, la fig. 3montre l’échan- 
ge de m, et n,, où le produit 


(TA An) (TA an, 
est remplacé par 
eT al, tnd Tal aa 
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L'arrivée des deux lignes à l’interaction 1 est inversée. La valeur de e est +1 ou 
—1 suivant qu’il s’agit de bosons ou de fermions. 


/ 


ete eh he een 
EOE. ae -e e 
EN Rhee, DD 
eae et ee Les 
va ob Sc 
el Ps 45) Peu( 2 S) 
a(it) ati) a+ (3) aff: 


Fig. 5. Les cycles yg, y,, y, correspondant aux cycles (26), (3), (145) de R’ = OP-1. 


De même pour un échange de 7, et s,, il suffit d’inverser les points de départ 
des deux lignes issues de l'interaction 1. Afin de rendre ces opérations d'échange 
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plus claires, nous allons ,,dédoubler’’ chaque interaction en deux lignes voisines 
que noterons 1’ et 1” pour l'interaction 1. La ligne pointillée 1’ joint les opéra- 
teurs d’absorption et la ligne pointillée 1” joint les opérateurs de création, 
comme si l’émission et l'absorption se faisaient à des temps différents (fig. 4). 

L’échange de m et n, se traduit alors par une symétrie gauche-droite sur 
Vinteraction I’ et l'échange de 7, et s, par une symétrie analogue sur l’interac- 
tion 1”. 

Le premier effet de ce dédoublement est de disconnecter le diagramme en 
un certain nombre de cycles (y), indépendants les uns des autres quant aux 
opérations d’échange. Ces cycles, non orientés, sont déterminés de façon unique 
par le diagramme. Ils sont composés de lignes alternativement orientées dans 
un sens et dans l’autre, séparées par des lignes d'interaction V’ et V” (fig. 5). 


2.3. NOUVELLE DESCRIPTION DES DIAGRAMMES 


Définissons maintenant une classe (C) de diagrammes, à partir de laquelle 
tous les autres seront obtenus par échange de m et n ou de et s. Décidons de 
n’effectuer les contractions qu'entre opérateurs a,' et a,, d’une part, et entre 
a, et a, d'autre part. Sur le diagramme, les extrémités gauches des interactions 
sont réunies par des lignes, de même que les extrémités droites, mais il n’y a pas 
de liaison gauche-droite. Pour décrire un tel diagramme, il suffit de deux 
permutations de n objets P et Q. 

La permutation 7-> Pi fait correspondre l'opérateur amp, 
contraction <Tal amp) et la permutation i -> Qi, ang; à aly 

Sur les diagrammes de (C), on reconnaît à gauche les cycles de P et a droite 
ceux de Q. Il y a donc correspondance biunivoque entre les systèmes de (C) et 
les couples (P, Q): leur nombre est (n!)?. Pour cette classe (C), les ,,cycles’’ (y) 
sont liés de façon très simple aux cycles de la permutation R’ = QP! ou à 
ceux de R” = PQ: les sommets consécutifs de (y) notés V’ décrivent les 
cycles de R’. 

Si l’on isole un cycle de R’ soit («fy . . . 6), on pourra écrire les “‘parties conti- 


A 


gües” de R’ a P et Q sous la forme 


tj k... jk lai 
P = = . 
E g oe ô 
Il faut noter que nous n’avons pas écrit P et Q tout entier, mais seulement les 


parties relatives à R’ ou à (y). 
La fig. 5 montre un exemple de diagramme construit avec 


à al, dans la 


pe ee ese 
Skz 1463 5) % k @lalt 4 517 
aa ee a 
~\6 5 1 2 3 4, 2 6l3l1 4 5)’ 
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et, sous forme cyclique, 
QP- = R' = (26) (3) (145), 


où la seconde notation met en évidence les trois cycles (26), (3), (145) de R’ et 
les „parties contigües” de P et Q correspondantes, que nous avons notées 
Pa, Qa; Pos Qo; Pe, Qe sur la fig. 5. 

Avant d'effectuer les opérations de symétrisation sur les cyles (y) à partir des 
diagrammes du type (C), nous remarquons que les seuls (y) symétriques sont 
relatifs à des cycles de longueur 1 de R. En effet, si le cycle est symétrique, les 
parties contigües de P et Q au cycle correspondant de R sont identiques; 
le troisième diagramme de la fig. 5 illustre ce seul cas. 

Soit donc un cycle (y) non symétrique relatif à un cycle («fy ...6ô) de R’, 
de longueur p 1. On peut effectuer sur (y), 2?? = 4? groupes d'échanges 
distincts, qui donnent donc lieu à autant de diagrammes distincts. 

Inversement un cycle (y) quelconque, du type (C) ou non, donne lieu à 
deux cycles (y’) et (y’’) du type (C): (y’) et (y’’) sont symétriques l’un de l’autre 
et ils engendrent le même ensemble de diagrammes après symétrisation (fig. 6). 

Si les parties contigües de P et Q relatives au cycle («fy . . . ô) de R’ décrivent 
(y’) et s'écrivent respectivement 


nO eee (Se eee = ol 
GORE At ace ee apy... COL 
nous aurons pour (y’’) à échanger le rôle des parties contigües P’ et Q’ (les 
autres parties de P et Q restent évidemment les mémes) 


| 


On voit aisément sur la fig. 6 qu’il n’y a pas d’autres couples de permutation 
pour représenter un diagramme que les deux décrits ci-dessus. Si nous adoptons 
la convention de Hugenholtz 1) de ramener la ligne d'interaction en un point, 
un diagramme détermine les cycles de R’ (ou de R”) à l'orientation près, sauf 
pour les cycles de longueur 1, qui correspondent aux ,, doubles lignes”. Aux deux 
choix d'orientation correspondent deux parties contigües possibles de P 
et Q relatives au cycle correspondant de R’ (ou de Ri’). 

En résumé, pour considérer l’ensemble des contributions auxquelles donnent 
lieu les 2n! systèmes de contractions, il suffit de choisir seulement les systèmes 
(C) définis par les couples (P, Q) à condition d’attribuer à la contribution de ce 
couple le poids 4"($)”, où » est le nombre de cycles de la permutation R = QP. 

En effet dans une sommation faite indépendamment sur P et Q, pour un 
cycle (y) de R’, le couple (P, Q), et le couple (Q, P), donneront la même 
contribution. Si R a pour longueur 1, le couple (P, Q) n’interviendra qu’une 
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seule fois dans la somme, mais au lieu d’avoir 4 diagrammes distincts par 
symétrisation, nous en aurons seulement 2. 


ne af 
2? 2 
_3" 3 
TE hr 
mes =p 
(v') (v") 

a Fe (459 

@-(?54) a- (754) 
fig 6 


Fig. 6. Les symétries gauche-droite effectuées sur les interactions 2”, 4’ de (y’) ou sur les inter- 
actions 1’, 3’, 4’, 5’ de (y’’) donnent le même diagramme (y). 


En règle générale, nous aurons le seul facteur de poids (4)”, le facteur à 


a 
devant chaque élément de matrice de (3) disparaissant. 


2.4. DENOMBREMENT 


Afin de montrer que nous avons obtenu tous les systèmes de contractions 
possibles, nous effectuons maintenant leur dénombrement. 


Nous définirons par À, le nombre de systèmes de contractions comptés avec 
la régle du paragraphe précédent: 


4\" (42\"2 (43\"s 
EO 
Bea? \2/ Xe 


où l’ensemble 7,, vg, v3, .. . définit la classe de la permutation R = QP~ et la 
notation $o) signifie la somme sur toutes les valeurs de »,, »,,... telles que 
Vy t2ro+3rg+ ... =. 


Sommons sur les permutations P, a R fixé, 
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puis sur les permutations R de la méme classe: 


n= n! si) =o n!. (5) 


oP vy ip’» 


Introduisons la fonction génératrice f(z) définie par la série entiére 


a => (nl) 


En substituant la valeur de A, donnée par l'expression (5), nous obtenons 


(6) 


= > IT [er | A — = IT exp = exp — + log (1—4z), 


ViVo... p=1 2p p=1 
soit 
f(z) = (1—4z)-4. 
Cette fonction, développée par la formule du binôme, s’écrit 


jes (1) 


n=0 (n!) 


L'identification des séries (6) et (7) permet de conclure 
Án, = 2n!, 


qui est en effet le nombre de tous les systèmes de contraction auxquels donne lieu 
le produit T„ du paragraphe 2.2. 


2.5. EXPRESSION GÉNÉRALE D'UN SYSTÈME DE CONTRACTIONS 


` 


Pour les fermions, il nous reste à déterminer le signe à 
chaque système du type (C). 
Ecrivons la contribution, au signe près, d’un couple (P, Q), nous obtenons 


placer en tête de 


P TI <a, amp, Ta}, ang). (8) 


L'écriture de (8) fait apparaître les opérateurs dans l’ordre 


t t t t 
Fr Ampi 4s, Angy Fra 4m po 439 An02 + > (9) 


ue nous comparons à l’ordre suivant: 
q 


+ 


A By A By Gl a, al a... (10) 


Mi Si 


On remonte de (10) a (9) en effectuant d’abord les transpositions sur les a,, et 
ensuite sur les a,. Or toute transposition sur les a,,, considérée comme permu- 
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tation de 4n objets est impaire, puisqu’il y a toujours un nombre impair d’objets 
entre deux anm 

La TE de 4n dhet qui fait passer de (10) à (9) a donc la même 
parité que la permutation de # objets qui fait passer de l'ordre m4, Ma, Mg, ... 
à l’ordre mp,, Mpo, . .., Ce qui nous donne un facteur I (P); le même raisonnement 
s'applique aux opérateurs 4, et donne un facteur I (Q). Le signe cherché est donc 
I(P)I(Q) = I(R) = (—1)™*. 

L'expression (4) s'écrit donc 


F 
[ Tai amp? Tal, Ano,» 


+ 
3 

I 
M 
= 
15» 


avec 
(—1)"(—$)’ (fermions), 
(4) (bosons), 
où » est le nombre de cycles de la permutation R = OP". 
3. Forme du Développement dans la Représentation Indépendante 
du Temps 


Le résultat précédent permet d’écrire l’expression (3) de Z sous la forme 
suivante: 


(—1)" 


Z le} 
Ži = 2, n! T | 2." MR 
xf du. 7 due, TL rision) (Tal agp, XT al yg, > 
i=l 
Connaissant les propagateurs libres 


(Ta, (u)ay(u’)> = rr Grlu— u’), 


nous sommons sur les indices 7 et s: 


eo ZAR 


Zo n=0 n! Mini 


an du. " du, TÍ Gn p, (ttit pi)Gng, (iugi) <i ne tegeD mM, 
i=l 


Afin d'effectuer l’intégration sur les variables #,, nous utiliserons le dévelop- 
pement connu 4) de G,(w—w’) en série de Fourier de période 28. Nous avons 


fee dans l'intervalle 0<u<B, 
ef, e- dans l'intervalle —$ <u S0, 


G,(u) = 


avec fy = (eñi—e)"1, 
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La fonctionad met un développement de Fourier,convergeant vers G,,(u) pour 


u £0 et [ul AB. 


Posons 


avec 
e,(l) = (Bertai), 


où la somme est étendue aux valeurs paires ou impaires de l'entier } suivant 
qu'il s’agit de bosons ou de fermions. Les propriétés des séries de Fourier 
permettent de montrer que 


g.(4) = Gi(u) pour wÆ0 et |u| +#$, 
Erl +0) = fit, 8al — 0) = ef, 4 (0) = (fet — efe) 
On pourra cependant utiliser dans tout l'intervalle la fonction g,(#) en écrivant 


G,(u) = lim gi (“—), T > 0. 


T>! 


Après avoir introduit deux suites d’entiers p, et q;, l'intégration sur les variables 
u, est immédiate: 


B B 
[ain [dite LE Cup (tte) Gag ltte—Mo. 


i=1 


8 n 
= lim >’ 2 ay. -f du, H Cm pi (P Pi) Eng; (Goi) 


T0 P; 
X EXP fi (Pei toi Pi—di) > t(Pi+4;) 
= = lim BD ‘Teal? n(di) Our (P Pitlo: Pi- q;)exp— — TG (È $: +q). 


On pourra omettre le dernier facteur exponentiel qui dépend de + et écrire 
Cm(p) au lieu de cp (p) e777?/4, 
Par commodité, nous définissons un élément de matrice 


<P’ \V\pq> = <m'n'|v|mn>6(p'+-q'—p—-9), 


où la lettre p désigne à la fois l’état m et la variable entière p. Dans le cas d’un 
système infini, <|V|> contient donc à la fois la conservation de l'impulsion et de 
„l énergie’. 

La fonction de partition prend alors la forme 


Z foe) — n n 
Z 3! A) 2 MR) 2 IT (Pic (gi) CP ridalV Pi: >. (12) 
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Cette dernière forme de Z montre que les sommations sur P et Q portent 
seulement sur les produits d’éléments de matrice 


> /(R) Il PredoilV Pid: 
P,Q i=1 
que nous pouvons écrire 


S/R) 5 Tl Peel lpod rs). 


i=1 


Nous remarquons maintenant que les permutations R qui appartiennent a 
une même classe donnent la même contribution, après sommation sur les 
variables P et Q. 

Effectuons le changement de variables 


Doi = Po doi = fa 
où C désigne une permutation quelconque. Nous avons 
I] hita iPod.) = TI 'eut'enlVlh'end'en) 
= Il D'i cre-ilV |b croug crc» 
d’où l’on déduit le résultat annoncé 
x2 IT (PiQrilV IP piQp:)C(D;)c(q) =22 IT (P'id'erc-lV IP PQ pelh delg). 
On pourra donc restreindre la sommation aux différentes classes de R, que nous 


noterons {R}, à condition de multiplier par M (R), égal au nombre de permuta- 
tions de la classe {R} considérée. Si {R} contient v, cycles de longueur p, 


AT Sp, =n. 


p Vp! pr’ p 
Le résultat final s'écrit donc 


[= Be 


n 


Z 00 
ae 
0 n=0 


m» 


1 
pan 


2 RNR) x 3,2 


CPidriV lp riqrire(Pi)e(qi). (13) 


A l’ordre v, les différents produits d'éléments de matrice se groupent donc, 
pour chaque classe {R}, en une combinaison symétrique qui est un permanent 


nxn et que nous appèlerons A, 
Soient C4, Cogs a5 Cas ova, des cycles de R, de longueurs 4, la, su, lase- 
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avec h Sl], S... SL, le permanent a l'aspect suivant: 


Si nous appelons p,%, 5%, . - ., Pie Gis dos -o qi» leS variables relatives au 
cycle C,, la matrice dont les lignes appartiennent à C, et les colonnes à C, 
s'écrit 


CP 92 VB G1" >< Pa 9 VI Pa} go) D « … Cpg > 


l; 


LPa ga IV pi 91" >< po" gs VI Da Qo D - - « <ps9s"\V pi, QD 
Cc. | (psa Vi by qi) Cpa gaV Pi, 91, 


Cy 


Nous pouvons alors revenir à la représentation en diagramme de la manière 
suivante: dessinons les cycles (y), disjoints, en confondant en un seul point les 
lignes d'interactions. Ces cycles sont formés de lignes alternativement orientées 
dans un sens et dans l’autre (fig. 7). Il existe deux sortes de sommets, les uns 
notés V’ où convergent deux lignes, les autres notés V” d’où partent deux 
lignes. À l’ordre n, on a 2n lignes et 2n sommets. On connecte ensuite les cycles 
(y) de toutes les façons possibles en joignant les sommets V’ aux sommets V” 
par des lignes pointillées orientées qui représentent un élément de matrice et 
transfèrent l'impulsion et l’énergie totale de la paire en interaction. Nous allons 
justement porter notre attention dans les paragraphes suivants au cas où l’on 
impose que ces transferts soient nuls (fig. 8). 

Cette représentation peut être commode, pour calculer les contributions des 
diagrammes connexes. On peut, en effet, montrer que la formule exponentielle 
permet d'écrire le potentiel de Gibbs sous une forme identique à (13) mais en 
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restreignant les sommations sur les permutations P qui forment une configura- 
tion connexe avec R. Les facteurs de poids ne dépendent toujours que de R. 


Fig. 7. Représentation d’un diagramme contenant deux cycles (y) 


12345678 
avec R = (123456) (78), et P= Cl 


? 


à droite, le méme diagramme dans la description de Hugenholtz. 


Fig. 8. Les deux seuls cycles d'impulsion et d’ ,,énergie’’ non nulle du diagramme précédent. 


4. Application 4 un Systeme de Fermions de Spin 


4.1. HYPOTHESES 


Nous considérons un système de fermions enclos dans un grand volume 2; les 
états individuels sont repérés par l’impulsion p et une composante de spin notée 
* ou | . A la limite Q infini, l'impulsion est conservée à chaque interaction dont 
nous écrivons les éléments de matrice sous la forme 


= <rsivinm)ô(r+s—n—m). 
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D'autre part, nous omettons toujours de noter la sommation sur les spins, qui 
sera comprise dans la notation 


Partons de l’expression (13) de ¢ = Z/Z,. Nous allons extraire de ¢ une série 
partielle &, = Z,/Z,, dont nous évaluerons exactement la contribution dans le 
cas d’une interaction séparable. Cette série partielle est définie de façon à ne 
contenir que des éléments de matrice du type 


PP IP Ts =P y= =P ye? LVS te 


1 
=o P ~Plelp’, —P>. 

Comme plus haut, p désigne l’ensemble de la variable d'impulsion p et de la 
variable d’,,énergie’’ notée encore p. Nous retenons donc seulement les termes de 
Vhamiltonien modèle de Bardeen *) où l'interaction n’a lieu qu’entre paires 
d’impulsion totale nulle dans l’état singulet, mais nous imposons de plus la 
condition d’,,énergie” totale nulle. Ce traitement symétrique est naturel dans 
une représentation indépendante du temps. En termes de diagrammes, au lieu 
de sommer sur les variables attachées à un système de cycles indépendants 
pour chaque partie connexe, nous nous limitons aux seuls cycles (y) (fig. 8). 

Afin d'effectuer la sommation de la série €, = Z,/Z, sans autre approxima- 
tion, nous prendrons 


<p, —plv|p’, —p’> = £U yy’, 


ou v, est une fonction de |p|, et g est positif ou négatif suivant que le potentiel 
est répulsif ou attractif. On voit alors comment l'introduction du potentiel 
séparable permet de factoriser les contributions des différents cycles (y) quelque 
soit la façon dont les interactions les connectent. 


4.2. SOMMATION DE Z,/Z, 


Selon (13), les éléments de matrice de V interviennent dans le produit 


Il Dir | PpiQpi). 
D’après les hypothèses de la paragraphe 4.1, nous aurons, quel que soit l'indice 2, 


bi —QRri, Pi = li 


ce qui entraîne 


Pi = þri 
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La sommation sur les variables q, peut être effectuée: 
eV 
I DDN DAV begr = (E) E edelle) 
a, i= i= 


Cette expression est indépendante de la permutation P. Si nous la substituons 
dans la série (13), avec 


c(p) = (bep tri), p— (p,4), 


le facteur 1/n! disparaît après sommation sur les diverses P et nous obtenons 


= À (ES) wie) SIT pas Pr 


2 
n=0 (R} pili ii P Ep +7071," 


Ecrivons maintenant une permutation de la classe {R} sous forme cyclique: 
soit («By ...6) l’un des cycles. Le produit des fonctions ô(p;—fpr:) fournit un 
facteur Slp Pu—bp)O(Pe—Py) .--6(Ps—fa); c'est-à-dire après sommation sur 
toutes les variables Gat une par cycle, nous devons attribuer un ensemble p, / de 
variables indépendantes à chaque cycle de R. Si nous repérons la classe de À par 
Vis Vase Vps. OU les v, sont liés par la relation 


v+ 2v9 + 3v + eS n, 
la série €, = Z,/Z, devient 


E(B) garer pal Gaeta) 
1 
È 


co 1 l gpu, 2 Pi 
= | | 
2," ae 1 s(t bep pal 


Si Pon définit les fonctions 4,(p) d’une variable p, 


1 gbe v |: 
h = , ( p | 
x (p) 2k 2 Q pre,2+n70? 


et les nombres A, = h,(p = 1), &, s'écrit 
a= 2! Te 
n (v) k= 1?! 


Nous pouvons sommer cette série en définissant #! par l'égalité 


| CO —p n 
n! = R e~? p”dp, 
d'où, formellement: 


aoo 


Či =f dp e7 Sii > Z hlp = exp (—p+ 2 h,(p))dp, (14) 


CO 
k=l vy Va! =] 
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avec 


1 gp Uy" ) ( gbp v ) 
h = , = l .(1 
x x (P) 2 2e > ( Q Pe P+? 2 8 Q Be, +? (15) 


Nous remarquons que la série précédente envisagée comme fonction analytique 
de p (ou de g) n’est pas uniforme. Cette difficulté est levée en considérant la 
fonction exp >, k,(p) qui intervient seulement et qui s’écrit dans tous les cas 


II (= gßp vp? ) ? 
p,i>0 Q Bep Hatle 


Le produit infini sur / impair positif a pour valeur 


ch tbw,/ch FPE» 
où l’on a posé 


Si g est positif (cas répulsif), w,? peut prendre des valeurs négatives lorsque p 
varie de 0 à +00, et ch $fw, doit être écrit 


cos $B (5 0a) 


Le produit infini sur p a la forme suivante: 


EP 


(TT cos $f (i ntet) / ch TA x MI ch $w,/ch Be}. (16) 


La première parenthèse enferme un produit fini, puisqu’il est restreint aux 
valeurs de k telles que |e,| < v,(gp/BQ)5. Le second produit est étendu aux 
valeurs de q telles que |e,| > v,(gp/BQ)? et converge avec l'intégrale f v¿dg. 
Nous supposerons donc que v, décroit convenablement à l'infini. Dans la région 
d'intégration p = 0, le prolongement analytique des fonctions à intégrer est 
donc défini sans ambiguité, essentiellement 4 volume fini. 


4.3. LE COMPORTEMENT ASYMPTOTIQUE DE Z,/Z, 


L'étude du comportement asymptotique de ¢, = Z,/Z, lorsque 2 augmente 
indéfiniment, nous amène à traiter séparément les cas attractif et répulsif. Dans 
le premier cas, g < 0, il existe une valeur critique fe, au-dessus de laquelle la 
quantité 

P = — lim (BQ) log (Z1/Z) 
2 co 
n’est pas nulle et détermine l’énergie libre de la phase superconductrice. Au- 
dessous de la valeur fe, pour g < 0 et quel que soit $ pour g > 0, A= 0 et ĉi 
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est indépendant du volume: on obtient alors la seule contribution dite des 
échelles généralisées” calculées dans l’hypothése des paires d’énergie nulle. 
On sait que dans la série des diagrammes connexes qui définissent le potentiel 
thermodynamique ce sont les échelles qui donnent la contribution maximum, 
indépendante du volume. Elles ont été sommées en toute généralité $) et con- 
vergent sig est positif, pour $ < Bo, sig est négatif. C’est cependant le terme da 
aux paires ,, d'énergie” nulle qui présente la première singularité, en be, lorsque B 
augmente. On peut donc penser que cette hypothèse des paires est valable dans 
le voisinage de la température critique. 


4.3.1. Cas attractif, g < 0. 
D'après (14) et (15), nous écrivons Z,/7, sous la forme 


Z Í G | ( gBp v? ) | 
— = — l 1 d 
Z, i EXP | —p+ D? og Q Peppel P 


=| exp {2 FE log(ch $f, fch 3Be,))dp. (17) 


La somme sur p converge quel que soit p avec l'intégrale f v,?dp. Changeons 
de variable pour l'intégration en p en posant 


gle 
re Op 
D’autre part, a la limite du volume infini, 
l 2 
3 
g>? E B 


Définissons f(x) par légalité suivante: 


1 2 spv ` 
= — — Pr dp yl (: a) 
I lel — (27)? P 2, SEENE Bep H 221? 
Nous avons, pour le logarithme des deux membres de (17), 


1 1 Q l ba 
— log (2,/Z)) = —1 l Í dr e0, 
o 108 (41/20) a te 
La méthode de Laplace conduit à rechercher le maximum absolu de f(x) pour 
x Z 0, et à calculer sa dérivée: 


2 
Up 


; = 2 
eae al OP 2, pep pal 


Sous cette forme, on voit que la dérivée seconde est toujours négative. Si 


89 


90 TRAVAUX DE M. GAUDIN 


l'équation f'(x) = 0, possède une solution &, celle-ci est unique. L’équation 
pour & s'écrit donc 


lg! 


p= 
2 (27) 


1 
[orp v? „th LBo,, (18) 


p 
avec 
Wy? = Ep + EV 


On reconnaît en (18) l'équation connue qui détermine le ,,gap” 4, = év,?, 
en fonction de $. Il existe une valeur f, telle que la solution &(f) existe pour 
B = Be. Plaçons-nous d’abord dans ce cas. Nous obtenons 


D = lim — slog (21/20) = — SE) 


C'est-à-dire, pour le potentiel thermodynamique Qy, 


1 


à 1 1 
Y =e Fe za °8 Zo— FA 
1 2 é 2 J 
io y 3 BE» En ete eat =, 3 1 L 
B sel p log(1+-e~**) + gi Qn)? B d’p log (ch gfw,/ch 3 Be,), 
ou 


y = 2 — $ + {ap log (1+e-44») — eee [ep — Ep) 
lel (2x) B (2x)° De 

Cette formule est la spécialisation au cas du potentiel séparable du résultat plus 

général donné par Bogoliubov, Zubarev et Tserkovnikov ê). 

Considérons maintenant le domaine $ < fe, où l’équation (18) n’a pas de 
solution. Le maximum de f(x) est atteint pour x = 0 et l’on trouve F = 0. 
Si l’on veut obtenir la limite de Z,/Z , il faut revenir à l'expression (17) qui est 
uniformément convergente par rapport à Q et l’on obtient 


. x gbp Vv," | 1 

lim Z,/7 =| dp = j 
a a PP 0 TT 1+gF(p) 
avec la définition suivante de F(f): 


B Vo 
| QD ptho Pe, tal 2 


l 1 
1 
F(8) aan] BP ot thee, 
Sil’on effectue la sommation des échelles on obtient effectivement log Z=log Z, 
— log(1+gF(f))+ .... La singularité en fe est déterminée par l'équation 
1 = —gF(f,), qui coïncide avec (18) pour é = 0. 
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4.3.2. Cas répulsif, g > 0 


Nous montrons ici la convergence uniforme par rapport au volume de 
l’expression (14) que nous devons écrire 


Z co 
Gaz -Í e= TI (ch $Be,/ch $Be,)dp, 
0 0 P 


où le produit [],(.. .) est défini par (16). Chaque facteur de ce produit est en 
valeur absolue oe à 1, nous avons donc [[[,(...)| <1. 
Divisons l’intégrale sur p qui définit ¢, en deux parts 


a= |: e7 IT = [+f (19) 


La seconde intégrale est inférieure en module à e~*. Nous pouvons étudier la 
première pour 2 — oo. Elle s'écrit, d’après (16), 


i eA TTA jaf dpe IT ( * ITC 


Le premier produit [I], est restreint au domaine |e,| < v,(gp/BQ)#. 
Le domaine du produit sur k et l'argument du cos (...) tendent vers zéro 
uniformément par rapport a p, 


sea 

v, — M BQ 
On peut donc remplacer [],(...) par l'unité sous Vintégrale ff, qui peut 
s'écrire maintenant 


R 
À de exp {-p+¥ log (ch $Bulch Beo), (20) 
0 q 
avec 
led > va(ge/BQ)?. 


Comme dans le cas attractif, si Q tend vers l'infini, on obtient par un développe- 
ment limité au terme en 1/0, 


2 fin gge, (— £ É) aq = —gp7 (8) 


AL 10 e, 


q (2x) 


C'est-à-dire, après substitution dans (20), 


R 
im i dp e7P ater lA)) | < ek. 


D’après (19), R est arbitraire, la limite de ¢, est donc (1+gF(8))-1 
Dans les deux cas, ce résultat s’obtient en ne conservant que le premier 
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terme h,(p) de la série }72.,/,(p) dans (14). Ce terme correspond en effet aux 
cycles de {R} de longueur 1, les seuls à retenir pour la définition des diagrammes 
en échelles. 


5. Conclusion 


Sans qu'une justification plus précise en soit donnée, nous avons vu dans ce 
papier comment une écriture nouvelle de la série de perturbation de Z/Z, et la 
représentation correspondante des diagrammes, permet de reconnaître le rôle 
particulier joué par les termes de l’hamiltonien modèle de Bardeen et d'extraire 
la série partielle qui donne le résultat connu. La sommation exacte est possible 
grâce au potentiel séparable, sans lequel il faudrait évaluer de façon approchée 
les permanents qui rassemblent les éléments de matrice, afin de retrouver la 
solution plus générale de Bololiubov §). 


Je remercie le Professeur C. Bloch et Monsieur R. Balian pour les nombreux 
conseils et remarques qui m’ont aidé dans ce travail. 
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Résumé. — Les isothermes d’un gaz discret (lattice gas) coulombien sont calculés exactement 
pour trois valeurs de la température inverse £ = 1, 2, 4. Les zéros de la grande fonction de partition 
se condensent avec une densité uniforme sur un cercle ou un arc de cercle. 


Abstract. — The three isotherms £ = 1, 2, 4 of a circular Coulomb lattice gas are calculated 
exactly. The roots of the grand partition function are uniformly distributed on a section or on 


the whole unit circle. 


1. Introduction. — Dans sa théorie statistique des 
niveaux d'énergie des systèmes complexes [1], Dyson 
étudie la thermodynamique d’un système de charges 
identiques portées par un cercle conducteur et se 
repoussant mutuellement selon la loi de l’électrosta- 
tique à deux dimensions. Si l’on prend pour unité 
le rayon du cercle conducteur, l'énergie potentielle 
du système de # charges ponctuelles + 1, de coordon- 
nées angulaires @,, 02, ..., Om est égale à 

= — ¥ log|e* — e |, (1) 
et la fonction de partition de ce système classique à 
la température T = 87? s’écrit 


1 an 
= -—— |=. dé, ... d0, e ?" 
VB) eel y e 
= 1 27 id; 10, 18 
= —— | | d0, ... da, De | 
(2 >) l L ns $ o 


Il se trouve que pour les valeurs particulières 
B = 1, 2, 4, la quantité y,(f) peut être considérée 
comme la mesure du volume de certains espaces 
homogènes (ensembles de matrices orthogonales, 
unitaires, symplectiques), et de cette façon a été éva- 
luée par Dyson qui obtient 


| r (1 + A 


| WC) = A 
(2 
| G) p 
pam 
i = 2n! 
i ÿ,(4) = ae 
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Ces résultats lui ont permis de formuler la conjec- 
ture 


T 
ri +Ë 
pm T, 


Pà +z 


vp (4) 


prouvée peu aprés grace a un lemme de Wilson [2] et 
Gunson [3]. La thermodynamique du modèle cou- 
lombien circulaire s’en déduit simplement. 

Nous nous proposons ici de considérer une version 
discrète du modèle continu précédent. Le système 
sera constitué de n charges mobiles — 1, dont les 
seules positions possibles sont les N sites d’un réseau 
périodique circulaire. Etant- donnée la croissance 
logarithmique du potentiel coulombien avec la dis- 
tance, il sera suffisant de placer ces charges mobiles 
négatives en présence d’une distribution uniforme 
mais discrète de charges positives, pour qu’une énergie 
libre par particule mobile puisse être définie. Comme 
on le verra de façon plus précise au paragraphe 5, 
ce modèle pourra être considéré comme une version 
à une dimension d’un modèle d’Ising en présence de 
champ ou si l’on veut d’un modèle de gaz coulombien 
discret à une dimension (Coulomb lattice gas). 

Utilisant des méthodes développées pour les 
ensembles gaussiens [4], [5], nous procédons d’abord 
au calcul des trois isothermes 8 = 1, 2, 4 du Jattice 
gas coulombien. 


2. La fonction de partition, Le cas B = 2. — 
Vaffixe de la charge négative n° j occupant le site 
P; 1 < p; < N, sur le cercle de rayon 1, est e”, 
avec € = et", Une configuration de charges 
mobiles est donc définie par une suite 


{P} = {Pou Pas Pr} 
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formée de n entiers distincts variant de 1 a N. L'énergie 
mutuelle du système de charges est donc 

W = — ¥ logle” — e*}. (5) 

j<k 

Afin d'obtenir des propriétés extensives normales, 
Dyson soustrait de W, l'énergie du fondamental des 
n charges, qui dans le cas continu vaut n/2 log n. 
Or, sur notre réseau périodique, nous ne connaissons 
pas en général la configuration d'équilibre. Bien que 
la quantité n/2 log n soit sûrement une borne infé- 
rieure de l’énergie du fondamental, cette soustraction 
a l'inconvénient de dépendre du nombre n de façon 
non linéaire et rend malaisée l'introduction de la 
grande fonction de partition, c’est-à-dire la compa- 
raison avec un modèle d’Ising. Ayant ceci en vue, 
nous choisissons de placer les n charges négatives en 
présence de N charges + 4 fixées sur chaque site du 
réseau circulaire ; prenant pour zéro I’énergie mutuelle 
d'une charge — 1 coïncidant avec une charge fixe + 4. 
L'énergie d’une charge mobile dans le fond uniforme 
positif est évidemment indépendante de sa position 
et vaut 


a 
2 


Me 


bel e| = — llogN, (6) 
3 2 


1 
(p#q) 


# hi 


ce qui donne lieu à une énergie totale 
n 
Wo = -5logN. (7) 


La fonction de partition du systéme classique ainsi 
défini et obéissant à la statistique de Boltzman est 
donc 


QUE) = È F etwa (8) 
n!{») 
l 1 


= "|f. (9) 


Pi 
| aes | le 
n! NOPD Cy 1<iejen 
Pour faciliter la comparaison avec l’ensemble cir- 


culaire, on posera 


PB) = — YO [] le" — e P (10) 
N" {p} i<j 
0 1 28; 
4 2 5 
ies (e; — £)? = dét 1 é 2 : 


où l’on a posé e; = el. 


TRAVAUX DE M. GAUDIN 


puisque l’on a, pour £ réel positif 


dim PB) = YA(B) . (11) 


Evaluons tout de suite g,(2). On a l'identité connue 


AG’, E) = [T E” e) = dét. | 4 |, (12) 


pope 

où figure au second membre de (12) le déterminant 
d'ordre n d'éléments &“” avec k; = i — l;i,j = 1, 
2, …, n. Dans la somme (10), pour Re $ > 0 la res- 
triction « p distincts » peut être levée et l’on obtient 


1 I : 
P2) = — D AA* = — F | j e7] 
N° È, N” 2 


N 
y. arr tenr)) ; (13) 


pj=1 


ET El 
= > xP) XQ) IT (i 
P,Q j=1 
x(P) étant ľindicateur de parité de la permutation P, 
d’ordre n, etc... 


Puisque l’on a | kp; — koj| < N, nous obtenons 


p,(2) = >?) z(Q) IT O(kp; = koj) = >! =n}. 


(14) 
On notera légalité p,(2) = w,(2). 


3. Calcul de @,(4). 
B = 4, s'écrit 


L'expression (10) pour 


p,(4) = D L J] e720- DP T] (er = ny, 
m N" j 


pri 


(15) 


Il est facile de mettre le double produit sous forme 
d’un déterminant. En effet, si l’on considère le déter- 
minant de Van der Mond 


o Xan) = I] (x; ~ 


1<i<j<2n 


Aix (16) 


xi), 


on a la limite 


; A (Xis +--+) Xan) 
lim - ii = -x . 
xix, (X2 — X1) (X4 — X3) … N (zy = xa) 
dos (17) 
D’ot l’on déduit l'identité 
Qn—2)e;" > (2n — lei"? 
2n-2 (18) 


2n-1 
E Ej 


+ 


Substituant au second membre de (15) un développement de Lagrange du déterminant (18), nous obtenons 


ji n 7 Jz $ 
a= — > èx Cr he 
N" (py P j=1 2 a 


a,—1 
X2 Er A 


a2 
ET eS e7 


(19) 
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où la seconde somme porte sur les permutations P 
d'ordre 2 n 


p=(° 1 2 ates ANS 
Xi A B 2n 


'] -20 


La sommation sur les Pj peut alors être effectuée et 
Pon obtient 


Pn(4) = n ! PF A(a, P) = n ! | A(a, B) P 


aB =0,1,..,2n—1, 2D 


avec la définition usuelle du pfaffien. L'élément de 
matrice antisymétrique A(x, B) est donné par légalité 


N 
AG, D) = @— MA Y eeta, (22) 


p=1 


Comme on a toujours les inégalités 


-2N<x%+f-—-2n-1< 4+2N, (23) 
on en déduit 
atBp=2n-1 
pa BS ee si {atfP=2n+N-1 
a+fp=2n—-N-—1 
oe B) = 0 dans les autres cas . (24) 


Pour calculer dét | À |, il nous faut donc distinguer 
les deux cas 2n < Net2n> N. 


3.1 2n < N. — On ne peut avoir 
xa+B=2n+N-I1, 


puisque avec le signe —, x + f serait négatif et avec 


—(2n—1) 0 2 
0 —(2n—3) : 
—3 0 : 
Be en ne rene ren ea en à RL 
0 
0 
—(2n-N-1) 
0 : 
0 
0 ` (2n-N-1) 0 
n° de la 
colonne : 1 2 2n—-N n 


On en déduit au signe près 


|4} =[B| =[1.3.5.....2N — 2a — 1)}.dét 


le signe +, a + B > 4 n — 1, en contradiction 
avec O < a, 8 < 2n — 1. Ona donc seulement 

Alx, B) = x — B avec atp=2n-1 
ou 


A(z, 8) =2n—-2B-—1. 


Ce qui nous donne 


2n-1 


dét] A] = J] n-28 - 1) 
B=0 


i 


= (1.3.5....2n — 1) (—-)", (25) 


et par conséquent pour 2n < N 


5 
p,(4) = |PfAIn!=nt!(1.3.5. …..2n — l= an à 


Là aussi, dans ce domaine 
94) = ÿ,(4) . (27) 
Les choses seront différentes dans le cas 3.2. 


3.2 2n > N. — La matrice A(z, B) est semblable 
à Bia, B) = Alx, 2n — ff — 1). On déduit des expres- 
sions (24) 


4 —f=0 
Bla, P) = a+ B—-2n+1 si ar 
= 0 autrement . 


Ecrivons le tableau de la matrice B : 


(2n-N-1) I 
(2n-N-1) }2n—N 
n 
+1 0 n+l 
0 +3 
| N+1 
(2 n—3) 0 
0 (2Qn-1) |2n 
: n+l N+1 2n (28) 
3 (29) 
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où U, U et V sont des matrices diagonales d'ordre (2 n — N) définies à vue d’après le tableau (28) de la 
matrice B: 


f 


lU, 


(2k—2n-1) k=1,2,..,2n —N 
U= XN-n)+2k-1 k=1,2,..,2n—-N (30) 
UV =N—-2n—-1+2k k=1,2,..,2n—N. 


U 
Le déterminant 6 = | y a est égal a 
2n-N nes 
ô= Il (Ur Uk — Ve) 
k=1 
2n-N 2 (31) 
= FICN+2k-2n-1HQKk-2n-1)-(N+2k-—2n—1)] 
kel 


= (=) N2Q20-N) | 
On obtient donc, d’aprés (29) et (31) 

PfA = 1.3.5... .(2N-2n—1).N7%, (32) 
C’est-a-dire, pour 2 n > N 


p- 2N —2n)ln! 


(4) = . 
en) (N = n)12"7" 


(33) 


Notons que pour 2 n = N, cette formule donne le même résultat que (26). Pour n = N, on a le test du 
calcul direct py(4) = NX N ! 


4. Calcul de g,(1). — D’après la définition (10), nous avons à calculer 


a+ Pj _ pPi 
ol) = È Mlee, (34) 


or, nous avons 
Ate"? EP? .,, e7") = Il [C4 = EP) 


poi 

is Il grin = 1)/2 [I sin (" = Pi x) (2 yen 172 (35) 
j i>i N O; 
et par conséquent, dans la région D : 
1 S Ppi <P < <p, < N (36) 
1 n 
PI gPt | — Cr; 1))/2 Pi Pr 
ite e” | oe DHT L e A(e?', ..., EP") 

oe 1 kipj 
= ETD le. (37) 


avec 


1 n —3 n — 3 not. (38) 


n — 
j=l- z>’ zy o 5 0 9 


En vertu de la symétrie de l’intégrant dans les variables p; au second membre de (34), la quantité 


@,(1) peut être calculée comme une somme dans le domaine D défini en (36), et compte tenu de (37), 
on obtient 


CADRE Eee z 2 2 (P) eh eget (39) 
ou P désigne la permutation courante d’ordre n 
n+l 
ki k, k =i - 
= i | 


i =l, 2an. (40) 
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La méthode consiste maintenant à effectuer les sommations d’abord sur les variables pi, ps, …, P2y—1 
où v désigne la partie entière de 7/2. Nous limiterons la preuve au cas n = 2 v. De façon précise, nous som- 
merons dans les domaines 


l SP < pp 
P2 S P3 < P4 
P2v-2 S Pav-1 < Pav. (41) 
Puisque l’intégrant . s’annule lorsque = P2;+1, nous sommes libres d’inclure les égalités. Nous avons 
q que: Pi; 2i+1 B 
pait2 1 gt2itiPri __ gari+ipris2 
D g% +P = = EEE (42) 
P= pi 1 de emit 
et par conséquent la somme (34) s’écrit 
p 
ue A n l g% ay POLE g*3P2 = gPa g2v-1P2v-2 os g*2v-1P2v 
@,(1) = meee —Y > x(P) e PP g*4Pa a . gP (43) 
= 1 a 3 ae a2v-1 
N'D P 1 — é&€ 1- 1—e 
ru encore 
! 1 
s—{n(n—1)1/2 7: ay a1P2) (4202 a2(p2+1) 
Pl) = i —Y - D AGP) AE" = 22) (e° — e )x 
À N° izil eF 


x (e2 a g72P4) (era = eta(pat D) es (e%2"P2  gt2v(pavt D) 3 (44) 


Dans ie déterminant que représente la somme sur P, ajoutons les éléments de la première colonne à la 
seconde, puis de la nouvelle seconde à la troisième et ainsi de suite ; nous obtenons 


p (1) = jo ina 072 A! 
n 


DE PE RSS EN E E (45) 
N" i<po<pasee<pr SN i=11 — € 


où la notation du déterminant d'ordre n qui figure dans (45) est suffisamment explicite (k > k,, ko, … k,). 
L’intégrant est maintenant complètement symétrique en p>, P4, …, P2, et nous pourrons écrire 


n 
g(t) = venant L l 
A 
N" ylispysn isi b—e 


see (46) 


Développant le déterminant comme en (19), nous obtenons donc 


a a ee 
(D = erin ya "i - N” v! Pf E(k, k’). 
Pall) N” vy} Qi)" I _ KT ( ) 
Sı 


k et kK’ e{k;}, (47) 


où l'élément de matrice antisymétrique E(k, k’) est défini par la somme 


E(k, k’) =; A = eS 5 a | (48) 
On trouve 
E(k, k') = 2isin 8 + k’) (49) 
et par conséquent 
n 1/2 
PrE = +e [T] sin 2 P pee i 
Re E pere ne 
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(0) déduit finalement Le | 2 1)! 
Dee ; lim @2,() = ($) v! lim $410) = ee: à. | 
GE Qj-1)n No T N>% vlz 
ris N (52) 
ot) == = TI ; (50) 
NP Qi— Da 
2N 5. L’énergie libre. — Nous rassemblons les résul- 
ou encore tats des paragraphes précédents dans la proposition 
> 2j] suivante. 
ot) = [cog FOF n= 2), 
N° j= 2N (51) 5.1 Proposition I. — La quantité 
Un calcul analogue effectué pour n = 2 v + 1 0,(B) = N°"? g DA = IAÏF (53) 
donne le résultat spécifié en (55). Dans les deux cas VIPIS PaE EERS 
de parité on vérifie le test avec 
n` -r 
r(i + 5) A = [j (e = 2) et e= en, (54) 
lim @,(1) = ¥,(1) i<j 
N— co r 3 
(5) prend pour f = 0, 1, 2, 4 les valeurs 
Q,(0) = Cy 
: y Qj—1)x 
A) = cotg —.~-— pour n=2y 
QD = I] y 
= NT] cote À pour n=2v+l 
= (55) 
Q,(2) = 1 
! 
eye si 2n<N 
ETES 
Q,(4) = x ju 
| CR En Le si 2n2>N 
27N Es n) 1 NNT" 
Dans ces quatre cas, on vérifie, si N est pair Appliquons-le au calcul de @,(2 k) 
On-n(B) = Q,(B) - (56) Anas 
N ¢,(2 k) = Re D (Jeune A°"(e,, ia &,) X 
En présence des résultats (55), il est normal de se N” vp} 
poser la question de leur extrapolation possible a if 
toute valeur de £. Le changement de forme analytique x e; "TODE (58) 
de Q,(4) en fonction de la densité p = n/N, rend ISA 
sceptique sur la possibilité de renouveler quelque eee ge = ee 
chose d’analogue à la conjecture de Dyson [4]. OPEL 
Dans un domaine restreint de densité, le théorème Du fait de la relation 
suivant conjecturé par Dyson et prouvé très simple- 
ment par Good [13], permet sans nouveau calcul EX pq _ Íi pour g=0 
d'obtenir Q,(8) pour B = 2 k (k entier naturel). N p e = jo pour O<|q[/<N, (59) 


Théorème : le coefficient du terme (x4, X3, ..., x, )7 D*E 
dans le polynôme 


(=) D2 A*(x,, wees Xn) 
est égal a 


(nk) ! 


57 
y (57) 


si les puissances de &;, j = [1, #], qui figurent dans le 
développement de l’intégrant au second membre de 
(58), sont en valeur absolue inférieures à N, la som- 
mation sur {p} élimine la contribution de tous les 
monômes, sauf celle du terme constant. Or, les puis- 
sances de e; sont bornées en module par k(n — 1), 
on en déduit la proposition IL. 
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5.2 PROPOSITION II. — Sik < N/(n — 1), ona 


Les résultats (55) et (60) nous permettent de calculer 
ce que nous appellerons une énergie libre par parti- 


Plk) = (nk)! cule à Ia limite thermodynamique N = oo, en fonction 
" (CR de la densité p = n/N, pour les valeurs en question 
de la température. 
2t par conséquent 1 
— BF(B) = lim — log Q,(B) . (61) 
(nk)! isoh 
00 E EER (60) 
n'IN"E Dr" On obtient aisément 
F(2) = 0 
1 np/2 
FU) = | dx log (tg x) 0<p<li (62) 
TP Jo 
ceci dans les 2 cas de parité. 
ol 1 
— qllog2p — 1) 0<p<; 
F(4) = 
1/1 i 
| 36 1) (log 24 p) — 1) 5 > P> l (63) 
F2 k) = =e ja leek iek depes (64) 
Ip ER DE ERT core BS 
ee? 1.2.35 


Il. faut observer ici que la quantité p?(GF/ép) ne 
saurait être considérée a priori comme la pression 
du systéme de charges mobiles, puisque la période 
du réseau positif dépend de N, autrement dit l'inter- 
action dépend du volume. Pour étudier les propriétés 
extensives du système, il faudrait par exemple res- 
treindre le volume alloué aux charges mobiles à un 
arc de cercle défini. Le calcul de la fonction de par- 
tition serait alors analogue à celui de la loi d’espace- 
ment des niveaux dans les ensembles circulaires. Le 
calcul est simple pour 8 = 2. Si le volume alloué sur 
le réseau circulaire original est restreint à N-M sites 
on trouve pour la fonction de partition Q, 


Ô, = Q, dét | òp — q) - SPE 9) 
. A 
N sin P — 9) P 
et il resterait à étudier le comportement asymptotique 
d’un déterminant de Toeplitz, ce que nous n'avons 
pas fait. 


li est cependant possible de définir une pression 
au moyen de l’ensemble grand canonique ; la pression 
grand canonique coincidera avec la quantité p?(¢F/ép) 
dans les régions de température où OF/ép > 0. Ce 
sera le cas pour 8 = 1, OF(1)/ép > 0. Par contre, 
pour 8 = 4, @F(4)/cp < 0, on aura p = O pour 
0 < p < I. 


6. Les zéros de la grande fonction de partition. — 
La grande fonction de partition de notre système 


coulombien est, en vertu de la définition (8), le poly- 
nome de degré N dans la fugacité Z 
N 
Q(B) = ¥ QOZ,  Qo=l. (65) 
n=0 
Montrons d’abord que Q(f) peut être interprétée 
comme la fonction de partition canonique d’un 
modèle d’Ising pour un antiferromagnétique en pré- 


sence de champ. Plus précisément, si l’on définit 
Phamiltonien 


x=- X 


1Sp<qeNn 


N 


o,o,log|e” — f| +h 2 o, (66) 
re 


d'un système de spins o, = + 4, localisés sur les 


sites €” du réseau circulaire, en présence d’un champ 
magnétique externe /, la fonction de partition 


OB) = per (67) 
est proportionnelle a Q(f) 
Q(B) = NONE Z OCB) (68) 
avec la relation champ-fugacité 
Z= eh. 
La preuve de (65) s’obtient en posant o, = — v, + 4, 


v, = 0,1, et en remarquant que 


99 


100 


Cependant Q et Q, ne peuvent posséder simultanément 
des propriétés extensives normales, à moins de redé- 
finir le zéro en énergie en soustrayant de J l'énergie 
de l’état ferromagnétique de spin N/2, auquel cas 
les deux fonctions de partition en question coincident. 

Le potentiel répulsif log | €? — ef | prend des valeurs 
des deux signes et par conséquent le théorème de Lee 
et Yang [6] sur les zéros de Q(Z) ne peut être invoqué 
Cependant nous allons voir que ces zéros ont pour 
module I, lorsque £ = 0, 2, 4 et très probablement 
pour B = 1. 

a) Les cas f = 0, 2 sont évidents : d’après (55) 
Q(0) = (1 + Z}"; c'est un cas limite de confluence 
des racines. 


; {ox ght 
QG) = 5: 
la densité de zéros est uniforme sur le cercle | Z| = 1. 


Les racines sont simples. 


b) Le cas B = 4 relève du théorème de Polya- 
Szégo sur les zéros des polynômes trigonométriques 
à coefficients monotones (Szégo, Orthogonal Polyno- 
mials, § 6.4) [7]. 

En effet, d'après la remarque Q, (£) = Qy-,(f) 
on peut écrire en posant Z = e" 


. (N/2] ; 
Q(B) = 2607 X OP) cos (5 = nt (69) 


on a évidemment Q,(8) > 0 et, pour n < N/2 en 
vertu des formules (55), 
OH) _ 2a =I 
Q,-1(44) N 


<i. (70) 


La suite Q,(4) (1 < n < N/2) est décroissante et 
par conséquent en vertu du théorème de Polya- 
Szégo les zéros de Q(4) sont sur le cercle unité, simples 
et répartis avec une densité asymptotiquement uni- 
forme (N — œ) sur tout le cercle ; ce qui rejoint 
le cas f = 2. Par contre on ne peut rien conclure du 
théorème de Polya-Szégo pour O(1) car en ce cas, 
on a les inégalités 


Q,() 


> 
Q,-1(1) 


(71) 


LS 
pa 
{N 

SE: 


qui sont d’ailleurs celles de la stabilité thermodyna- 
mique des systèmes usuels. 


c) B = 1. Nous restreignant aux systèmes à un 
nombre impair de particules mobiles, nous avons le 
résultat suivant. 


6.1 PROPOSITION HI. — La grande fonction de 
partition du système impair 
M-i 


Qim D = Y ZPH Ona); N=2M 
v=0 
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a ses zéros non nuls sur le cercle | Z| = 1, aux angles 
0, et 0, + 7m, avec 


At 


T 
Br 4 am 


1=1,2., M —1. (72) 
Là encore, les zéros sont simples et à densité uniforme 
sur deux arcs symétriques [z/4, 3 x/4] et [~ 2/4, 


— 32/4]. 


La preuve repose sur une identité de Gauss citée 
par Szégo (Orthogonal Polynomials $ 2.7) [7]. 


M-1 


5 wa — q)(q™ ~ a°). — @) _ 


v=o =a- g) (it - 4") 
M-1 
= {a-n (73) 
A=1 
il suffit de choisir 
g = e"M et u= iZ? (74) 
pour mettre l'expression (73) sous la forme 
M-1 v jn M-1 , 24 
D z% Il cotg SM = TI (a = Z? ities inaiMy 
v=0 j=1 À=1 
(75) 


ce qui prouve la proposition III. 


Nous n'avons pu montrer un résultat analogue 
pour la fonction complète Q(1) faute d’avoir une 
formule de Gauss portant sur les puissances impaires 
de q. La forme de Q, et la limite W — oo laissent 
penser qu’il existe une fonction interpolante entre 
Q, et Q,+1 analogue à une fonction Béta d’Euler ; 
mais existe-t-il une généralisation de la formule de 
Gauss avec un coefficient du type 


E (qrt?—1) (qr oe (qh-’***"_1) | 
GR PRG rs 


(76) 
nous ne le savons pas. 


Cependant la limite thermodynamique pour $ = 1, 
est la même pour le système pair, le système impair, 
ou le système complet, en vertu de (62). Si l’on calcule 
la pression et la densité du système grand canonique 
par les formules 


De 
Bp = lim 5, log QC) 
N—x 
(77) 
_ 7 BP) 
eee 
on obtient évidemment le résultat (62) pour énergie 
libre 
p 1 
F = - — -log Z 
p p” 
du système impair. Une conjecture de distribution 
uniforme des zéros de Q sur les arcs [x/4, 37/4] 


(78) 
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et symétrique, donnera aussi le résultat (62); en 
effet, dans une telle hypothése 

1+ iZ?. 
tai 


log (79) 


et par conséquent 


1? 1 np/2 
F=f i Zd | log (tg x) dx, 80 
pl 0871 = aa he. Es (80) 
résultat identique à (62). 
Signalons pour terminer ce paragraphe sur les 
zéros, le résultat suivant que nous n’avons pu exploiter. 
Les zéros du polynôme 
N 
L Q,(1) Qn41(L) Z” Qo = Qw+1 = 1, (81) 
sont répartis avec une densité constante sur le demi- 
cercle RZ < 0. 


7. Une transition solide-liquide. — Les résultats 
précédents (voir Fig. 1) sur les zéros de Q(Z) et leur 
distribution asymptotique sont suffisants pour déter- 
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B-0 Bar Bar B.2 
(a) (b) te) (CH 
Fic. 1. — Distribution des zéros de K pour diverses valeurs 


de la température inverse # dans le modèle coulombien a) b) c) 
et dans le modèle du paragraphe 8 [Fig. d)]. 


miner les isothermes 8 = 0, 1, 2, 4 mais ne se laissent 
pas facilement interpoler. On peut conjecturer que 
les zéros sont simples et sur le cercle | Z] = 1 pour 
B > 0. On peut aussi conjecturer que leur densité 
est uniforme sur tout le cercle pour $ > 2, puisqu’elle 
lest pour f = 2 et 8 = 4. Dans toute cette région de 
température, cette propriété pourrait résulter tout 
simplement d’inégalités du genre Q, < Q, 41 
(n < N/2). Dans la région B < 2, le mouvement des 
zéros semble compliqué. Entre B = 2 et B = 1, on 
pourrait imaginer que la distribution reste uniforme 
sur deux arcs symétriques [x, n — a]et [— «, — x + a] 
avec a = 0 pour f = 2et x = 2/4 pour f = 1. Une 
interpolation linéaire dans cet intervalle donnerait 
pour la pression 


(2+ B)n/4 o dd (2 Pr 
Bp = | log (Z — e") — + | 4 (82) 
(2 - B)n/4 np —(2+8)n/4 
c'est-à-dire, après un calcul facile, 
sin ae 
Zz? = te — (83) 
Su ee, 
sin > al — p) 
et l’isotherme 
P 
Bp = Tsin E | xox ` 1<B<2 (84) 
4 2 Jo... nx . nB 
sin a sin 7 ( — x) 


Nous verrons cependant plus loin que cette hypothèse 
d’interpolation conduit à un résultat inacceptable. 

En ce qui concerne l'intervalle 0 < $ < 1, il est 
plus difficile d'imaginer le mouvement des deux sec- 
teurs symétriques venant se confondre au point 
Z = — 1. Pour comprendre la séparation de la racine 
multiple Z = — 1 au voisinage de $ = 0, calculons 
par perturbation Q pour obtenir, au premier ordre 


en f 


Ou (142)"? (1422422 = BEN 108 N). (85) 


Sous cette forme, l’ordre des limites, 8 petit, puis N 
grand, ne peut être interverti. Pour en tirer une infor- 


mation à la limite thermodynamique, nous remarquons 
qu’il s’agit probablement du développement d’un 
terme 
A +Z + zZ? +2ZN IN) (86) 
on voit que si B est seulement de l’ordre de 1/N, deux 
racines sont déjà envoyées en Z = + i. On peut alors 
imaginer que, dans l'intervalle 0 < f < 1, le secteur 
angulaire [«, z-a], avec 7/4 < a < 2/2, et le secteur 
symétrique coexistent avec une racine multiple en 
Z = — 1, dont l’ordre décroitrait de N a 0 lorsque 
a décroit de x/2 à 2/4. D’autres hypothèses sont pos- 
sibles. 
Quel que soit le mouvement de la distribution des 
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zéros de Q dans l’intervalle 1 < $ < 2, cette distri- 
bution est asymptotiquement uniforme sur le cercle 
complet | Z| = 1 pour $ = 2; et pour $ = | elle 
est uniforme sur les deux arcs [x/4, 32/4], [— x/4, 
— 3 2/4] on en conclut : 


7.1 PROPOSITION IV. — Le système subit une tran- 
sition à une température f, telle que I < $. < 2. 

On peut considérer cette transition comme une 
transition solide-liquide (ou gaz). En effet Dyson a 
montré dans le cas continu — ce qui équivaut à une 
limite de basse densité pour le gaz discret — que le 
système coulombien à une dimension était caractérisé 
par un ordre à longue distance semblable à celui d’un 
cristal. La fonction de corrélation à deux particules 
possède un terme oscillant dont la période est la dis- 
tance moyenne entre voisins. Bien que cette période 
soit uniquement déterminée par la densité et ne 
dépende pas du potentiel entre voisins comme dans un 
véritable solide, nous appelons la phase B > f,: 
phase solide. La fonction de corrélation peut étre 
calculée aisément pour ß = 2 (elle peut l’être aussi 
pour f = | et 4) ; on trouve 


2 _ sin? PAP, — Pa) 
P ~ 2 2 
z (Pi — P2) 

à la limite thermodynamique ; | p, — p, | est la dis- 

tance de deux particules en nombre de mailles du 


réseau. Par exemple pour p = 4, la probabilité atteint 
son maximum p? pour | p, — Pp: | = 2, 4, 6, ... 


R(p, P2) 


(87) 


Pour $ = 2, la pression grand canonique est nulle ; 
dans l'intervalle 0 < p < I de même pour f = 4. 
En effet, une distribution uniforme de zéros de Q(Z) 
sur tout le cercle nous donne 


5x (88) 


po= | gz- para, 


n 


U(2) lim Ê (ss oath) 
B=2 
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c’est-à-dire 


I ZA 


p<I 
1. 


ab : (89) 


p>0 


On peut penser qu'il en est de même dans toute la 
région B > 2. 


Une première idée serait de supposer £, = 2. En effet, 
nous avons déjà noté que la raison des isothermes 


` triviales p = 0, 0 < p < 1, réside dans les inégalités 


Q,<O,-1, la < NP]. 

Or, pour £ = 2, nous avons d’après (55) Q,(1) = 1, 
c’est-a-dire les égalités sont atteintes partout. On peut 
conjecturer que les inégalités seront toutes renversées 
pour $ < 2, assurant la stabilité thermodynamique du 
système, et la pression sera alors la dérivée p?(&@F/êp) 
de l’énergie libre comme en 8 = 1, donc une fonction 
a priori non nulle. Du point de vue de la distribution 
des zéros, l’hypothèse la plus grossière que nous avons 
faite plus haut est d’admettre l’ouverture des arcs de 
condensation au voisinage de Z = 1, pour 8 = 2 — 0. 
Dans une telle hypothèse, la pression serait donnée 
par la formule (84). Posant $ = 2 — 1, t > 0 on en 
déduirait pour l’énergie moyenne par particule juste 
au-dessus du point critique 


A I 2 si 
U(t) = zel aa ze) Paa 


NT 


t=f —-B<p. 
(90) 
Or, il est possible de calculer exactement l'énergie 


moyenne par particule af = 2, connaissant la fonction 
de corrélation d’ordre 2. 


2 [ n(n — 1) 
AE 


log | €, — & | + IN) 


n! N” ip} 
E 2 — jan | 
Le poan a log |e” — e” | — Llog N (91) 
t = e — e| — -lo 
2 n pep: | N? N? . 2 (Pi — P) 7 2 à 
sin Er Ts 
. 2 PAR 
n 1 1 CE SIN 2 . PT 
3, 28N 3 log N — ah A Tap 108(2 sin) 
N 
| an 
N (21 sin? PET 
U,2) = + y log (2N sin pe] (92) 
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D'où l’on déduit la limite thermodynamique 
ca ees 
es "PP log (2 mp) > 0. (93) 
Pr=1 Tp 
La formule (90) introduit une discontinuité infinie 
de l'énergie pour 8 = 2 qui semble invraisemblable. 
Il faut donc abandonner l’interpolation simpliste qui 
conduisait à l’expression (84) pour la pression et nous 
en tenir à l'existence probable d’une transition du 
premier ordre dans la région 1 < f. < B < 2. 
Signalons enfin que dans la région de basse tempé- 
rature $ > 2, il reste à comprendre la signification de 
la singularité de l’énergie libre en fonction de la densité. 
Par exemple (&/F(4))/(&p?) est discontinue pour 
= 4. Il est probable qu'il en soit de même pour 
(&?F(B))/(@p?), en p = 2/B d'après (64). Cette singu- 
larité se retrouvera sans doute dans l’expression de 
l'énergie et de la fonction de corrélation qui peuvent 
aussi être calculées en B = 4. 


8. Une généralisation analogue au modèle d’An- 
derson. — L’inconvénient des modèles coulombiens 
non neutres, tel celui que nous venons d'étudier, est 
évidemment l'absence des propriétés extensives nor- 
males qui caractérisent les systèmes dont le potentiel 
interparticule est à portée finie. Cependant si l’on 
cherche à construire un modèle dont le potentiel 
conserve l'allure coulombienne à courte distance mais 
soit écranté, on a décroissance rapide à longue distance, 
les difficultés de solution deviennent considérables. 
Au lieu du fameux triplet d’isotherme 8 = 1, 2, 4, il 
n’en reste qu'une seule qui soit accessible, 8 = 2. Un 
tel modèle avait déjà été considéré par l’auteur pour 
un gaz répulsif unidimensionnel [8], avec le potentiel 


a l a 
V(x) — xa) = ‘toe i giy r 


qui, à une dimension, est un bon potentiel répuisif, 
coulombien à courte distance, intégrable à longue 


+œ 


1 
Vip) = > VC + kN) = 5 log 1 — 


k=- 


V,(p)tend uniformément vers V(p) sur tout intervalle. 


La fonction de partition s'écrira 


QU = È 


1 Sp <p2<°°<pn SN 


ou encore 


Q, = 
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distance. Toutes les propriétés d’équilibre de ce systéme 
sont connues sur le seul isotherme f = 2. Il n’est pas 
difficile de traiter le /attice gas correspondant, mais 
cette extension ne présente pas plus d'intérêt que le 
modèle continu. Par contre, une généralisation existe 
conduisant à un gaz discret attractif intéressant : le 
potentiel est le suivant 


1 ‘ a 
Vp, = pa) = slog (1 - —*_.} 
2 (Py = P 


| pi — P| = 1,2,3,-. (95) 


où p, et p, sont les coordonnées entières des particules 
sur le réseau linéaire périodique, et a est un paramètre 


O<a<l. (96) 


Le paramétre a permet un dosage relatif de la partie 
attractive à courte distance. L’intérét de ce potentiel 
est d’abord de fournir une grande fonction de partition 
dont les zéros auront tous méme module (Théoréme 
de Lee et Yang); ensuite de décroître à linfini en 
(py — Po)” ? et par conséquent d’avoir le même intérêt 
que le modèle d’Anderson [9] dans la question de 
Vexistence d’une transition [10] et d’un effet Tou- 
less [11], [12] associé. Si la thermodynamique du 
modèle construit sur le potentiel (95) était connue au 
voisinage de la température nulle, celle du modèle 
d’Anderson le serait aussi ; en effet 


lim BV (py —p2) = — oe a p=PB,. 
Bo (Pi — Pa) 


Etant donné la décroissance rapide du potentiel, 
il sera indifférent pour la thermodynamique de choisir 
des conditions aux limites périodiques, c’est-à-dire 
de placer les N sites sur un cercle. (Cette équivalence 
a été prouvée dans le cas répulsif [8], la preuve serait 
analogue dans le cas discret attractif.) Le potentiel 
N-périodique sera 


(97) 


ni tp} i<j 


après avoir posé 


See E 


TE 


sin” — 
fives lpl=1,2,.,N— 1. (98) 
sin? PT 
N 
exp( = B 2 Vapi — P») (22) 
i<j 
Bi2 
Ce?) (eP Pe n] (100) 


{= e?rian, (101) 
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A l’aide de l’identité de Cauchy, on obtient donc 
1 ni 

Q,(B) = —a — ger 

n! 


L’espoir d’évaluer ces sommes pour les valeurs 
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B/2 


$ dét 


{p} 


(102) 


1 = CePIT pa 3 


B = entier pair est très faible. Le cas B = 4 a résisté 


à tous nos efforts. Pour B = 2, le problème est trivial ; la grande fonction de partition s'écrit, d’après (102) 


N=1 


QQ) = dét | öp- + 2 =D (1 +Z uxt . e) (103) 
ou encore 
N sin © | 
oS + Zara pe +. 
ke N =1 Ne NT 
1. *? QS 2 


Les zéros de O(2) sont asymptotiquement situés sur le cercle de rayon r = 


une densité uniforme sur l’arc 


[z — a), — a(l — a)], 


On déduit de (104) l’équation de l’isotherme 8 = 2, 


p 


2p ra sin ra | 


Le paramètre a, joue ici le rôle que jouait B/2 dans 
notre interpolation (84). C’est d’ailleurs l’exemple 
ci-dessus de condensation des racines à densité uni- 
forme sur un arc variable qui nous avait fait considérer 
comme non absurde l’interpolation tentée au para- 
graphe 7, mais sans succès. Il est notable que dans tous 
les cas exactement résolus de cette étude, la densité 
de zéros ait été trouvée asymptotiquement constante 


o Sin (xax).sin ra(1 — x)° 


sin na 
na 


< 1, et répartis avec 


O<a<l. 


A (105) 


sur un arc de cercle. Cependant nos résultats sont 
encore trop fragmentaires pour être extrapolés 
valablement. 
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Résumé, — On détermine exactement l'équation d'état, à la température critique de collapsus, d’un plasma neutre 
bidimensionnel à deux composantes où les charges sont astreintes à occuper les sites d’un réseau périodique 
comme dans un cristal ionique. Les singularités de isotherme, à la densité nulle et à la densité maximale, sont 
explicitées et la longueur de corrélation est calculée à la limite de basse densité. 


Abstract. — The equation of state of a two-component bidimensional neutral plasma on a lattice is calculated 
exactly at the critical temperature of collapse. The singularities of the isotherm, at zero and maximal density, 
are given explicitly and the correlation length is given in the low density limit. 


1. Définition du modèle. 


On considère à nouveau le modèle de plasma bidi- 
mensionnel à deux composantes, très étudié il y a une 
décade en particulier par Deutsch et Lavaud [1], 
où certaines techniques déjà appliquées aux systèmes 
de charges sur une droite ou un cercle permettaient 
d'atteindre des résultats exacts à deux dimensions, 
pour la température inverse B = 2 {2]. Cette valeur 
de la température est critique pour le système à deux 
composantes avec potentiel d’interaction logarith- 
mique, qui n'existe comme plasma que dans le domaine 
B < Be = 2. A cette valeur frontière, les propriétés 
du plasma sont masquées par le phénomène de 
collapsus ou fusion des paires de charge opposée si 
l'on néglige le rayon de la molécule neutre, qui cons- 
titue la distance minimum d'approche. Il est alors 
naturel de revenir à un modèle discret où les charges 
sont localisables sur les sites d’un réseau, dans une 
situation semblable à celle du système des charges 
d’un cristal ionique dans un plan réticulaire. 

Le système étant de dimension 2, il est commode de 
repérer la position des particules par leur affixe dans 
le plan complexe C, soient { x,} et {y;} j =U N], 
pour les charges + 1 et — 1 respectivement, où les 
coordonnées varient dans le domaine rectangulaire (S) 
(S): ~f<#ex<$,- Z < m» < Š; ete 

(1) 
dont la surface est AB. 
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L'énergie potentielle d’une configuration { x, y} 


est donc 
i Yj ) + 
a 


-È Ce ad + el 
| 


i<j 
Bd à 
+ Flog e (2) 
ij a, 


V(x, y) = 


où a désigne une longueur caractéristique de la portée 
du potentiel à deux corps. Si le système était polarisé 
par un champ électrique externe constant Ae C, 
l'énergie potentielle supplémentaire serait Re AD. Xj— 
> y), où la notation h désigne le complexe conjugué 
de h. 

Dans son domaine d’existence, la fonction de parti- 
tion de ce système thermodynamique à la température 
inverse B, s'écrit 


Q.n(B) = 


WN ale ene LI duty du(y) B) 


où du(x) est Pélément de surface 


du(x) = d(Re x) a d(3m x) = TS A dx. (4) 


Moyennant l'expression (2) du potentiel, on a encore 
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BN 


Q(B) = (Ne 


Le 
(S) 


Il est évident que le second membre n’existe que 
pour $ < 2. Pour $ = 2, Pintégrale de configuration 
présente des divergences logarithmiques en x,—y,=0. 
Le potentiel attractif entre charges opposées n’est 
pas borné inférieurement et à température suffisam- 
ment basse le système n'est qu'une assemblée de 
molécules neutres sans interaction. La température 
B. = 2 constitue une valeur critique frontière et c’est 
cependant pour une telle valeur que l’on pouvait 
espérer une détermination exacte de l’isotherme. 

Pour éviter le collapsus il suffit d'introduire une 
distance minimum d’approche entre les charges; 
par exemple en localisant celles-ci sur les sites d’un 
réseau quadratique comme dans le modèle du fluide 
discret (ou lattice gas). Si Pon s’en tenait là, on aurait 
l'équivalent d’un modèle d’Ising avec interaction 


x = 5 om + io’ n) = (m 


y = 3 om + ion) =(m + ins 


où la maille élémentaire d’un sous-réseau est un 
rectangle de côtés w et w = t_!« (pour un réseau 
à maille carré t = 1). Cependant le fait de traiter le 
cas t # 1 a l'intérêt de briser la symétrie quaternaire 
du réseau complet. Par commodité on définit le 
domaine (S) par les inégalités 


—-M<mn<M 


ce qui a l'inconvénient d'introduire un effet de bord, 
la frontière appartenant entièrement à Pun des sous- 
réseaux qui contient(M + 1Y sites, et l’autre seulement 
M?. On espère que les propriétés extensives n’en 
soient pas altérées. On aurait pu aussi définir nos 
deux sous-réseaux par les conditions 

X:(m + n)pair; Y :(m + n) impair 
qui aurait l'avantage de conserver la symétrie +, — 
sur les bords. 

Entre les dimensions A et B de (S) et la longueur w 
on a les relations A = Mo, B = Mt! œ, 1 !=B/A. 
Le choix (6) donne M? +(M +1} =2 M? +2 M +1 
sites et le choix (8) le double moins un, soit (2 M +1}. 
La maille w, w est celle du sous-réseau dans le premier 
cas et du réseau complet dans le second. 


La figure montre les deux sous-réseaux pour 
M =6et rT! =, 3. 


[ix il - y; 
ix -yi 
Lj 
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) EI du duty). (5) 


logarithmique. Pour que le modèle soit soluble, 
il faut encore une restriction et localiser chaque type 
de charge sur chacun des deux sous-réseaux contigus 
du réseau quadratique donné. D'où la définition 
modifiée du système, constitué d’un réseau cristallin 
quadratique diatomique, les sites d’un des sous-réseaux 
appelé X (xe X) occupés par des atomes ionisables 
positivement, les sites du sous-réseau complémentaire 
Y (ye Y) ionisables négativement, le cristal restant 
neutre, la situation physique du réseau étant compa- 
rable à celle d’un plan principal du cristal ionique 
CINa. 

On choisira pour repérer les sites de X, les coor- 
données à valeur entière paire, et pour Y les valeurs 
entières impaires : 


+int 1!) z mn pairs 
m, n impairs . (6) 
B 
á z= 36 
+ + + + + + 
e e e e e. e . 
+ + + | + + + 
(7) 
e e . L 1 e e 
+ + + z + + 
. e we e 
—+——+ + + Le 
2 = 30 
(8) e e . e 
+ + + + + + + 
e e e e L 2 L 
+ + + + + + + 
e e e e e L 1 
+ + + + + + + 
| 
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2. La grande fonction de partition comme déterminant 
de Toeplitz. 


D’après (5), la fonction de partition du modèle discret 
pour $ = 2 s'écrit simplement 


a = 
wee OS 
{hey 
l = 0 
= Xi — Yj 
Ay Ay = 0 - 1 
Xi — Jj 
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avec 
l 


Ay = = 
N x-y, 


(10) 


N 


où l’on a utilisé une identité due à Cauchy, après avoir 
effectué le changement de variables y — y qui laisse 
invariant le domaine (S). On peut ensuite écrire le carré 
du module de 4, comme un déterminant d'ordre 2 N : 


Si l’on introduit Ja grande fonction de partition Z(4) 


M? 
Za) = ¥ Vv Ow, 
N=0 


0 = 
X% — yj 
= 1 (11) 
»ı— Xj 0 
2N 
si z,€X et zeY 
ou ZEeY et Zex. (12) 
autrement . 
(13) 


qui est un polynôme de degré 2 M? dans la fugacité A, le second membre de (13) n’est autre que le développement 
suivant la diagonale principale du déterminant | 1 + AK | d'ordre 2 M? +2M +1 


4 da 
x-y 1 1 
ZA) = =1+4+(4a’? Y — —* — 
() Aa 1 l ye x-y yp-x 
y —Xx 
] 1 
0 Xi — y; Xi — J: 
1 1 
+ (Aa)* X3 — Vy X2 — Ja 
( FX. eee (14) 
yisy2 — — 
vi — Xi Yi — X2 0 
i 1 
V2 Xi V2 — X2 


(la notation x, < x, suppose qu’on a défini un ordre 
lexicographique des points du réseau; si on lève cette 
restriction dans la sommation, il faut compenser par le 
facteur 1/(N !} en tête de Q,,). 

La matrice K(z — 7’) peut être considérée comme 
une extension à deux dimensions des matrices de 
Toeplitz, ou de Hankel : 


K(z — 7) = K(m—m +in +n (15) 
avec 
-M<mm,nn <M, 


les éléments n’étant non-nuls que sim — m etn + n' 
sont impairs. 

Notre intention est de calculer l'éventuelle limite 
thermodynamique définissant la pression a f = 2 


logZ _ |! : 1 
Ip ~ lim —— log Z. (16) 


o tl M> M? 


Bp = lim 


Il nous faut donc évaluer le comportement asympto- 
tique du « déterminant de Toeplitz » | 1 + AK |. 
S'il s'agissait du problème unidimensionnel corres- 
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pondant (toujours avec le potentiel logarithm‘que) 
on aurait le noyau réel antisymétrique K(m — m’) = 
am — m’). Même en ce cas, il ne relève pas directement 
des théorèmes de Szegô [3] sur le spectre des formes de 
Toeplitz; il manque une hypothèse de positivité. 
Voyons cependant comment les choses fonctionnent 
dans ce cas simple, sans prétendre à la rigueur. On 
introduit la série de Fourier 


fq = Kme, —n<q<n (17 


avec K(m) = a/m pour m impair, et zéro autrement. 
ina : | din 
On a f(q) = > e (q). On aimerait montrer la validité 


de la formule asymptotique 


1 , , 

ne PLA AR E anei 
l +n 

= | dq log {1 + Af(q)) (18) 


pourvu que la fonction 1 + Af(q) ne sannule pas sur 
l'intervalle d'intégration, VA > 0. (Une telle formule 
résulterait de ce que le spectre de K, de dimension finie, 
soit asymptotiquement donné par une indexation 
uniforme de la variable q du genre Mq ~ nn). Le 
théorème de Szegô n’est directement applicable que si 
1 + Af(q) est réel, positif et continu; or f(q) est 
imaginaire et discontinu. Il est alors naturel de faire 
intervenir le carré du noyau : 


+M 


l 1 
(m,|K?|m)= È 


m=-mM Mı- mm-m, 


(19) 


m, et m, de même parité; m — m, impair). On obtient 
1 2 1 
a) m, =m, 


M-~m 1 M +mi 1 
a WS ok ae T - ae 
n? M a 
=a ee +(m|0,1m) M=M+1. 
1 
(20) 
b) m #m, 
1 M +m 
m, |K? |m) = = log = ne 
( 1 | | 2) 2 m, 5 ( 8 M— m, 
M + 
— log — 2) + (m, |O im). (21) 
M — 2 
O,, désigne un reste vérifiant uniformément 
- (22) 


Oi Mh ea ee 
| (omy | One | m3) | (M — |m, |)(M — |m, |) 


ce qu'on prouve à l’aide de la double inégalité 
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PR ds de Ea, 


o-a 2, m ZEN = 


la différence entre les bornes étant inférieure à 
1 M,-M, +2 
3 (M, - DM, +2 . On a donc 


2 
(m, | K? |m,) = — 5 dm, — m,) + (m, | R |m) + 


+(m,|O|m,) (23) 


avec 
i) - 45) 
1 
(m,| Rim) = 5 m, — m, 0 4 
l+x 
LG) = lo —. =, (25) 


et, par conséquent 


tr log(1 + 4K) = su log(1 — 42 K?) 


2 32 
= vof +3 =) + 


2 4 
+ trlog(1 +4 R +0) (26) 


2 32 
32 x‘ À 
À = eli À). 


Il suffit maintenant de montrer lim M7! tr log x 
(i + X R + 10) = 0; ce dont on peut se convaincre 
en appendice A. D’où finalement l'estimation asymp- 
totique 


avec 


(27) 


1 
IM+1 4 


+ A ) (28) 


et la limite thermodynamique pour la pression, donnée 
par la formule naïve 


2 72 
trlog(1 + 4K) = jo (1 ge ) + 


+n 


dq log ( + irah aa) 


A 


2::52:.-2 
-zli +29), (29) 
enfin l'équation d’état ($ = 2) 
é —2Bp 
p Ax bp=1—e (30) 
ou 
1 1 
PPS (31) 
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On observe que cette équation est exactement celle 
d’un gaz discret unidimensionnel, sans autre interac- 
tion que le coeur dur simulé par le réseau, mais le fac- 
teur 1/2 (au second membre) indique que la longueur 
d’exclusion est ici deux fois la maille. On interprète ceci 
en disant qu'à la température critique les particules 
effectives (les configurations de poids dominant) sont 
les dipôles constitués de deux charges opposées sur 
deux sites voisins, analogues aux molécules neutres du 
modèle unidimensionnel de Lenard [4]. L'absence 
d'interaction effective entre dipôles est probablement 
liée au fait que K? est asymptotiquement multiple de 
Tunité, ce qui exprime que l'effet de moyenne sur les 
configurations de charge d’un signe donné est d’an- 
nuler toute interaction a distance entre les particules 
de l’autre signe. 

Signalons enfin que la structure de déterminant de la 
grande fonction de partition permettrait de calculer 
toutes les fonctions de corrélation à $ = 2. Par 
exemple, on obtient la corrélation réduite à deux corps 

AK 


1+AK m ) x 
x n AK |, 
271+ AK] 3 
4 p-p) 
= — p? &n, — wt) SEES EE 
pr (ny, n) + FIDE A Ch 


ei 


Grea lt — n2) = (m 


(32) 


le second terme n’existant que si(n, — n,) est impair. 
La corrélation totale p? + g,¢g, est bien positive, et 
vaut, sin, # n, p entre charges de méme signe, ou 
p? +4 p(l — p)/n?(n, — n,)? entre charges de signe 
opposé. 
On vérifie enfin la règle de compressibilité 


1 1 ép 
- =l-2p=5,->=—-1, 
p 2 réa (1) P B cp 
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ainsi que la régle dite d’écran parfait 


yy Guat) + 1 = 0. 


Nous n’en dirons pas plus sur cet exemple à une 
dimension qui avait simplement pour but d'illustrer 
la validité probable d’un résultat de Szegö dans le cas 
où c’est seulement le carré de l'opérateur de Toeplitz 
qui est réel et de signe défini. 


3. La fonction de partition du «cristal ionique » à 
deux dimensions. 


A défaut de disposer d’une généralisation parfaitement 
adéquate du premier théorème de Szegô pour la 
matrice bidimensionnelle (15), on conjecture lexis- 
tence d’une formule analogue à (18) traduisant sim- 
plement la distribution asymptotique uniforme de la 
variable de Fourier q, ici un vecteur à deux compo- 
santes. On examine donc les conséquences de la 
formule naïve 


log | 1+4K imamen ~È log(1+Af(p, g)) (33) 
Pq 


où f(p, q) est le spectre continu de la matrice infinie K 
définie par (12) et (15), les deux indices p et q, indexant 
un ensemble complet de fonctions propres de K, 
étant discrétisés, mais uniformément distribués dans 
leur domaine de variation. Nous reviendrons plus 
loin sur la vraisemblance de cette conjecture a la 
lumière des théorèmes existants. 

Appelons P, (m,n) et x, (m,n) les composantes, 
définies respectivement sur le sous-réseau pair X 
pour @ et sur le sous-réseau impair Y pour y, d'un 
vecteur propre courant de la matrice infinie K(z — z'). 
L’équation séculaire s'écrit 


(1 = AP, a) Opam n) + à E Kim — m + in +n) t!) 7 (men) = 0 


(1 — AP. d) Xpqimn) + à X Km — m + in +n!) 1) o, (M, n) = 0. 


Choisissant 
Prat n) = Pra en (35) 
Xp") = Xpa ees 
Nous obtenons 
te — SP, D) Ppa + APD Xpq = 9 (36) 
(1 — FP, 9) Aa + AMP, — 9) Ppa = 9 


(34) 
avec la définition 
h(p, q) = Y K(m+inr +) e mtam 
imp. (37) 
2aw 1 zi 
= ee —— E i(pm + qn) i 
w 2 m+int | 


Cette transformée de Fourier est certainement définie 
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comme distribution vue la «croissance lente» du 
coefficient. Or, un théoréme de L. Schwartz [5]. 
(Théorie des distributions; t. IL ch. VII, formule VII- 
7-7) assure que la « somme » est indépendante de la 
façon dont elle est effectuée, la distribution étant 
indépendante de la manière dont elle est approchée. 
Nous verrons plus loin que la série double, comme 
somme répétée, converge vers une fonction méro- 
morphe doublement périodique de p + iqt, ce qui est 
remarquable. On vérifie sur la définition (37) les 
propriétés de symétrie et de réalité 
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avec 
Xp.qlPp.q = + ih(p, g)/| A(p, a) |. (41) 
On a deux séries de vecteurs propres 
£eitpm+an) 4 j gilpm—an Arg h(p.a)) } (42) 


avec la normalisation 
22? ôP — pP) 5,(q — q’) 


et l’on vérifie aisément les deux relations de fermeture, 
à condition de choisir le domaine suivant 


h(p, a) = h- p,q) = — hp,- 4). (38) 
e) , 0<p,g<n= (43) 
Eliminant p ou y de (36), on obtient 
i ; à 2 Dans hypothèse de distribution asymptotique 
(1—f(p, a)? = 27 h(p, q) h(p,— a) =— À | h(p, q) | uniforme 
9 (nen) 
Pq } TA Ar A7 , (44) 
d’où le spectre M M 
FC, 9) = 1 + ii| A(p, 9) | (40) la formule (33) nous donne 
1 Lt if ; 3 
lim moZ =a dp dq log (1 + A? | A(y, a) |’). (45) 
M~o M? o Jo 
Le calcul explicite de la fonction h, que nous effectuons ci-dessous, rendra évidente la convergence de 
l'intégrale dans (45). 
Calcul de A(p, q) : 


Nous convenons de faire rentrer le facteur d'échelle 2 a/œ dans la définition de (2 Aa/w — À). Nous avons 
la sommation sur les seules valeurs impaires de m, ne Z 


h(p, q) = 


Se 


n m>0 Jo 


De m 5 etpm 
m30 \m + int” 


dp(e~ me ip) ina tor“) 


eipm 
+ aol 
— m+ Int 


e mle- ip) + inpr! ~9) . 


(46) 


L'interversion sommation sur m, intégration sur p, est légitimée par la convergence normale de la somme résul- 


tante 
n in(g+pt~*) einler 1~ 9) 
(d= ¥ [a (cn ship + ip) 2shp — 5) 
m © X l 
129 2) sh(ip — qt + vat) (47) 


où l’on a utilisé la formule de Poisson 


> e =n D (—}" d(p — vz). (48) 
vez 
On peut encore écrire, en posant 
Û=p+iqt, (49) 
(-) 
Osz Ramtron © 


qui converge dans tout le plan £ vers une fonction 
méromorphe de périodes 2 z et 2 zit. On a précisément 


af) 
RQ) = —iK’ Z ) 
sn| — ¢ 

n 


dans les notations traditionnelles de Jacobi pour les 
fonctions elliptiques [6] sn(u; k) et dn(u;k) de la 


2K 
= K'af ca) (51) 
T 
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variable u et du module k, fonction du rapport des 
périodes t = K’/K. On a ici 


dans le paralléllogramme des périodes 4 K, 4 iK’, 
mais la fonction ds?(u) a pour périodes 2 K et 2 iK’ 
et elle prend donc deux fois toute valeur dans ce 
rectangle qui est justement le rectangle d'intégration 
ou équivalent. A l’origine ds?(u) ~ 1/u?, c'est le seul 
infini. 


2K 2 
u= = (pK +igK) =E+in. (52 


La fonction impaire ds(u) a deux pôles (et zéros) 


4. L’isotherme B = 2. 


Les formules (16), (45) et (51) donnent la pression en fonction de la fugacité 


n n 2:52 K’? 
Bp = z 2 | | dq log ( + a 2 A | ds?(u) ) j (53) 
O T 0 0 w 
On redéfinira la fugacité par le changement d’échelle 
2a ; 
à>u= = AK (54) 
et l’on prendra le côté w de la maille comme unité de longueur. Ainsi 
l 2K 2K' 
Bp = 5 dé dy log (1 + u? | ds2(é + in; k) |). (55) 
4K? Jo 6 


La fonction p(x?) est holomorphe dans le plan y? coupé par [— 00, 0]. On aura observé que les zéros de la 
grande fonction de partition sont localisés sur l’axe imaginaire Re u = 0 comme l'indique la formule (40) : 
dng = Hi | h(p, q) | On donnera plus loin l'expression exacte de la densité de zéros, qui s’annule linéairement 
au voisinage de l’origine. Le seul fait notable est la singularité résultante en u = 0 des fonctions p(u) et p(y), 


ce qui justifierait de parler de point critique à pression et densité nulle. 
L’équation de l’isotherme $} = 2 s’obtiendrait en éliminant u entre p et p 


ô p 2K 
pure | 


0 


ce qui ne semble guère faisable ni utile, sauf aux points singuliers. 


On vérifie la symétrie des rôles joués par les deux 
longueurs w et œw (t = w/w') de la maille d’un sous- 
réseau grâce à la transformation de Jacobi 


| ds(é + in; k) | = | ds(n — ič; k') | 


qui donne 


(57) 


P(t, p) = 0? pr}, y): pr, p) = t pt, u). (58) 


Sans avoir à effectuer une intégration complète, 
on obtient aisément les comportements de haute et 
basse densité. Vérifions la limite de haute densité : 
D'après (56) 


1 


zg CNE See: (w = 1) 


pe = lim p = 


wow 


É 
dé d 

| ec (56) 

o + | sd?(é + ins k) 

ce qui est bien la densité limite supérieure 


pe = 2 M?/Ma. Mo’ = 2 t/w?. On précisera plus loin 
l'approche de p,. 


5. Limite de basse densité. 


La singularité de l’isotherme critique à basse densité 
s'obtient en notant qu’elle est déterminée par les petits 
vecteurs d’onde {p,q} ou {ëé, 4} modulo {2K, 
2 K'}. Avec le domaine indiqué par (56), les points 
d'intérêt sont les quatre coins du rectangle, il vaut 
mieux intégrer dans le domaine [— K, + K} et 
[— K’, + K^, aussi légitime que le premier du fait de 
la périodicité. D’aprés la remarque finale de la section 3, 
nous avons à l’origine 


[sd (E + in} | oc & + n°, 
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et par conséquent 


dé dy 


où C est une constante qu’on pourrait calculer : 


dé dn 


+K p+K’ 
—nlogC=P 2" = lim 
s l, N | sd*(E + in) | Da Le 


On a pour la pression 


= | # —p=- 3 | gr dé low cv? + O(u*) = - 


et enfin l'équation d’état à basse densité 


wel + Ou’) = 


2 

l 1 p log | log p | 
= joli - g) + 0( epele] 

| res) Tog p | 
On a le comportement singulier Z pie) > 0, Si 
p — 0. 

On note d’abord sur (62) le terme dominant 
Bp/p = 1/2, qui permet encore l'interprétation du 
système comme gaz de molécules neutres à densité 
faible selon la remarque analogue pour le systéme 
unidimensionnel (cf. 31). 


Le fait important est ensuite la singularité à l’origine 
de p(p) dont la nature est aussi complexe que celle 


(62) 


1 R 
de la fonction y(x) où x = y log 7 L'existence d’une 


singularité « faible » est attendue pour un tel système 
coulombien à 2 dimensions, où la théorie de Debye 
prévoit une correction au terme linéaire en p%? avec 
d > 2, ce qu'on obtient soit par le traitement RPA 
des fluctuations de densité, soit par la resommation 
des chaînes de la série du viriel. Pour le système à une 
composante avec fond neutralisant cette derniére série 


donne a l’ordre p: Bp = p| 1 — A! qui est aussi 


le résultat exact du modèle continu à deux composantes 
pour $ < 2. 

Enfin, la longueur de corrélation est simple à déter- 
miner sans grand calcul puisqu'elle est définie par le 
pôle du « propagateur » qui intervient manifestement 
comme intégrant dans la densité (56) ou (60). On donne 
en appendice C des résultats préliminaires sur les 
fonctions de corrélation réduites g, (m, n) = t7! g, (r) 
entre charges de même signe, et g_(m, n) = t7! g_(r) 
entre charges de signe opposé. Dans la limite de basse 
densité, le comportement asymptotique (à grande 


lle +e 


TRAVAUX DE M. GAUDIN 


2 
u 
7K? log Cu? + Olu$) (60) 
dé dy 
Is Tsd + nlogr?. 
n 2 2 
Cu = 1) + 1 
Tr blog Cu? — 1) + (61) 
distance) serait le suivant 
11 -# 
ga) & — g_(r) — or (63) 
r= er, @=D. (6 


où la longueur de corrélation / est proportionnelle à la 
fugacité inverse 
2 K (65) 
Ty 
et devient infinie à l'approche du point critique de 
densité nulle. 

On remarque l’universalité de l'équation d'état et 
de la fonction de corrélation au voisinage du point 
critique (/ = œ) puisqu'elles sont, à l’ordre dominant, 
indépendantes de 7, la forme de la maille : 


rec BE 
RSS PP Sa 


+ (66) 

L'existence de cette singularité à l’origine, due à la 
ligne de zéros Rep = 0, est probablement cause 
de la difficulté à trouver un théorème asymptotique 
adéquat au noyau de Toeplitz K, et peut même jeter un 
doute sur la validité de la conjecture faite. L'énergie 
libre grand-canonique (la pression) est certes repré- 
sentée par une somme convergente et les propriétés 
extensives attendues sont assurées. Mais la série de 
perturbation en puissances de À? n’a pas la propriété 
extensive normale, comme on le voit dès le second 
ordre, selon (13) et (15) : 


Q, = 4 a? | a 
: 2 _Memm <M (m— mY +1 nn) 
m, n pairs œ 4: ZE vlog M. (67) 
m', n° impairs 2 
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A cet ordre, ona 


1 


27! 


. = log Za 2 nt? i? log M (68) 
à rapprocher du terme exact de la pression 
Bp x — nt? À? log p + + ( 


qui manifeste la méme dépendance en M, mais 
« soustraite ». 
Il existe cependant un autre argument pour conforter 


Te (tt PTE dx dy A 
a- f) Ppa y) + zI f — z Xaa y)=0 
4 a 


et la seconde en échangeant le rôle de ọ et y. (t = t '). 
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le résultat obtenu à basse densité. Supposons que nous 
voulions déterminer la partie de basse fréquence du 
spectre en partant des équations séculaires (34) et 
passant directement à la limite continue 

1 


m+it in 


lim M =Z=x+iy. (70) 
lim AM = \ lim pM = pf, qM = à. 
lim fa = Soa =F (71) 
lim Ep0 n) = ppa ¥) = GZ). 02 
Nous obtenons la premiére équation intégrale 
(73) 


Nous constatons avec intérét que les intégrales de surface sont convergentes et que le systéme (73) est 
équivalent à un système d’équations aux dérivées partielles complétées par des conditions aux limites convenables. 


En effet, nous avons l'identité 


6 1 
OA AA 


= nô,(z — 2°) = nô(x — x’) Hy — y). 


(74) 


qui est la forme locale au sens des distributions du théoréme de Cauchy pour les fonctions analytiques. On 


obtient donc 


J Jar 
a -D36 + iG 2 = 0 


a -N1 + ag 9 254 
Z 


lorsque z(Z) appartient au rectangle (S) [+ 1 + it’]. 
Echangeant z et Z dans (76), on peut éliminer 7(Z, z), 
et l’on a 
0? Ant\? 
1 -ff ——6 = |] @ 
O- iY am (=) i 


z,ze(S) (77) 


c’est-à-dire l'équation d'onde A, + x? @ = 0, et la 
relation pour le spectre de : 


(78) 


La fonction ¥ vérifie aussi (77). Par contre, à l'extérieur 
du domaine (S), @ est manifestement une fonction 
analytique de z nulle a linfini, de même ÿ en Z; ona 
donc 
6g/éz = 0, 6%/ôz = 0, à l'extérieur de (S). 

De plus, ọ et y sont continues à la frontière (mais à 
dérivées discontinues). On montre en appendice B 
à partir de l'exemple d’un domaine circulaire que les 


(75) 


(76) 


conditions aux limites, en conséquence de (79) et de la 
continuité, équivalent simplement à 


@=0 ou ¥=0, surlebordde(S). (79) 
Des solutions élémentaires de (77) sont 
PZ, 2) = ppa% y) = PTE 
XG, 2) = 454% — y) = MEH (80) 
avec : 
k=P +PP et tep= Grp. (81) 


Les solutions du probléme aux limites sont 


pgs y= 


sin rmx Sin SYT 
cos ( + 3) mx} ° | cos (s + 5) NYT (82) 


et l’on détermine 7 par (75) : ikÿ + 2 a = 0. 
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On a une seconde série de solutions en échangeant » 
et y. Dans chaque série, on a quatre familles de nombres 
donde 
{Eg} = (ra, sn} 

r, sentiers ou demi-entiers positifs. (83) 


Le spectre ainsi défini est asymptotiquement équivalent 
à celui donné par (40) et (44). La contribution des petits 
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vecteurs donde au déterminant | 1 + åK | est donc 
M? 1 
l l + — — — 
I] ( T 41? =) ( 4 1?(p? + q? 5) 


rs>0 

(84) 
ce qui équivaut au produit figurant au second membre 
de (84) où p et q ont les deux signes et sont quantifiés 
selon la règle (45). 


~I 


Pq 


6. Densité de zéros. Limite de haute densité. 


A défaut de savoir effectuer l'élimination de la fugacité entre la pression et la densité de façon exacte, il est cepen- 
dant possible de ramener (56) a une intégrale simple et d’expliciter la densité spectrale, en utilisant les propriétés 
algébriques des fonctions elliptiques. En effet, selon (56) 


2 ue du a du 1l 
P OK? 2i p?+7z 


avec z= sdu. 


Or, nous avons la relation [6] 


du 


et, par conséquent 


2 
(z) = (1 +k? 2?)(1 — k?z?) (k +k? = 1) 


p [dr a dz. nil 
2 K? 2i [1 +k? z2? |1 = k?z] 12142 


(85) 


(86) 


(87) 


(88) 


Selon la remarque sur l'ordre de la fonction sd{(u), le domaine de variation de z est une fois C; d’où l’on déduit 


2 CA 2x 
u rdr 1 
== dé — r 
P | a | |1 + k? r? e711 1 — k’? r? e?’ (89) 
ou encore 
FY Le 
H rdr 1 , 
= = a EK 
p al. Pre ww +k ry +k? ry? (90) 
avec le module 
(k? r? — 1) (k? r? — 1) 
k, = >, kP +k 2 =), 
Seerp Ets! Fe 
et Ki = 5 (5. 5 l; Ke) (fonction hypergéométrique) . (92) 
K; est la seconde intégrale elliptique complète relative a ki. 
On peut simplifier légèrement (90) à l’aide de la transformation de Landen [6] k, > k, 
i- k 
Ki =(1+ ki) K}, baT (93) 
Ona 
r? (+k? r?)(1 + k? r?) 
k, = —_.——., 1 ki = + 
2 Tree © i+ eRe : e 
K; K; 
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d’où lexpression de la densité 


dr? _ alt 


_ me 
P= 7K? ; PFa IERE 


La densité spectrale en y? est donc 


m= È l1 1: We =) 
2K21+kk2g (22 ONT + eR) OS 


La densité de zéros s’annule comme | u | à l’origine. 
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1 1 r' à 
Gers) ): i 


(96) 


Enfin, la forme (95) est adaptée à l'étude du comportement au voisinage de la densité p, = 2 t (u > ): 


pg ae eee r? dr? 
PP TRF] 


D’ou la pression 


1 " du? ] 
bp = 3 Tz P= 5 Pclogye + 


aa — 
o H 4K? k k? 


1 1 1 
pp œ 3P =F + 5 (Pe = a(t + log 


Pu nlk?’ 


n log (kk’ u’) 


7 
2K2 k? k? u? (97) 


1 | 
i (log (kk R)I) ++ 


+ O(log | log (p, — p) D (08) 


Po — P 


La singularité est plus complexe que dans le modéle du gaz discret ordinaire. Elle est analogue dans sa nature 


a celle de densité nulle (cf. (63) et ss.). 


Les formules données dans les deux dernières sections ne se simplifient guère lorsque le réseau est carré. 


Pour t = 1, on a k? =k? = 1/2; 


K = K' = 5 63(0; 7") = 1.854073... 


7. Conclusion. 


Nous avons obtenu pour une valeur particuliére de la 
température Péquation d’état d’un plasma neutre à 
deux composantes où les charges sont localisées sur 
un réseau bidimensionnel comme dans un plan de 
cristal ionique, et nous avons déterminé les singularités 
de cette isotherme critique à basse et haute densité. 
Le calcul repose sur le comportement asymptotique 
conjecturé d’un «déterminant de Toeplitz à deux 
dimensions ». L'extension naive d’un théorème de 
Szegô conduit certes à un résultat fini et plausible, 
mais est-il valide ? Ii existe un ensemble de théorèmes 
tout à fait non triviaux généralisant de diverses 
manières les résultats de Szegô qui vont d’ailleurs 
au-delà de ce qui nous est ici nécessaire, puisqu'ils 
donnent la correction à la limite thermodynamique 
due aux effets de bord. Le noyau K intervenant ici 
ne satisfait pas les hypothèses (pas seulement techni- 
ques) généralement postulées. Par exemple, des théo- 
rèmes de Widom [7] ou de Linnik [8] postulent a) la 
surface limitant le systéme doit rester homothétique 
à une surface continiment differentiable et à courbure 
positive. (Il nous faudrait un cercle et non pas un rec- 


(99) 


tangle; ceci serait indifférent si Pon pouvait prouver 
l'existence de la limite thermodynamique.) b) Les 
séries È, | K(z)| et È |z] | K(z)| doivent converger. 
Or notre noyau ne vérifie pas les conditions de décrois- 
sance à l'infini. De plus il est du type de Toeplitz dans 
une coordonnée et du type de Hankel dans lautre. 

Plus utilisable peut-être serait un théorème de 
Gyires [9] sur les matrices de Toeplitz par blocs. 
Il permettrait d’atteindre le résultat pour la limite 
dune bande N x M 


lim N`! lim M°!log|1 + 2K |yxn- 


Moa Mc 


En effet considérons la matrice de Toeplitz par blocs 

K(m — m’) dont les éléments sont des matrices de 

Hankel K(m — m + i(n +n')77') 
—-M<mm<M; —-N<nn<+N. 


On introduit les séries de matrices 


hD) = 5 Kom + ine "elm? (100) 
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vérifiant la condition de réalité 


hp) = AP); hp) = — h kp) 


et convergeant vers des fonctions continues (n est 


impair !). Alors, pour À imaginaire pur et assez petit, 
N étant fixé, la matrice || 6,_,, + AA,,,, || est sûrement 
définie positive, et selon le théorème de Gyires 


tn 
lim M~1log|1+AK|= ml dp log | Sy + Aly ay CP) |N 


M + 00 


-n 


tee 
= a | log | 1 + 42 k?(p) |y dp. (101) 


=g 


Le second membre est évidemment une fonction analytique de 4? dans le plan coupé selon [— œ, 0]. Le premier 
membre est limite d’une suite analytique dans le même domaine, car | 1 + AK |y n = |1 +A? KK* YA. B 
suffirait de montrer l'existence de la limite thermodynamique pour un ruban, ou que la suite M! log|1 + AK | 


soit bornée, pour que le théorème de Vitali permette de conclure la validité de (101) dans le plan coupé. 
On pourrait ensuite, dans une seconde étape, utiliser le premier théorème de Szegö pour prouver 


lim N`! log|1 + 4? k?p) | = 


N> o 


avec 


Hp, 9 = E hasn lP) hy enp) 0 = | Ap, q) 


ce qui mest pas directement évident puisque h2(p) 
n’est pas exactement un noyau de Toeplitz (cf. le 
problème unidimensionnel section 2 et Appendice A). 

Nous n’avons donné ces quelques indications que 
pour souligner finalement que la solution obtenue 
ici par des méthodes heuristiques demanderait un 
traitement mathématique rigoureux pour être consi- 
dérée comme établie. En champ électrique non nul 
le modèle paraît aussi soluble, mais il semble bien 
que le système B = 2 soit instable en présence d’un 
champ fini. Enfin il existe une façon radicale d'éviter 
les théorèmes asymptotiques requis par les conditions 
aux limites strictes, cest dintroduire ab initio des 
conditions périodiques. Ceci se fait en choisissant 
un potentiel interparticules ayant la double périodicité 
Mæ, Ma’ dans les coordonnées de toutes les particules. 
Ceci est possible, mais comme il s’agit de forces à 
longue portée, le champ moyen est très modifié sur 
des distances comparables à la dimension du système 
thermodynamique. Le potentiel entre deux charges 
n’est plus fonction de la seule distance entre celles-ci, 
mais fonction des distances à toutes les images ou 
points congruents modulo les périodes. Ceci ne 
modifie certes pas le comportement de portée finie 
devant Mw, mais revient à surimposer un champ 
électrique moyen inhomogéne à l'échelle des domaines 
de périodicité. 

Dans le modèle périodique, le potentiel logarith- 
mique élémentaire log | z | trouve son extension natu- 

2z 
(M 
fonction de Weierstrass, proportionnelle à u pour 


relle dans la fonction log où o(u) est la 


1 +n 
| log (1 + A? H(p, q)) dq 


> 


u petit, mais vérifiant la propriété 


R(log olu + 2%) = log ol(u) + 2 nu + w)) 
R(log olu + 2w') = log olu) + 2 mu + w')). 


On peut d’ailleurs compenser par un potentiel 
quadratique l'effet d’inhomogénéité. Avec un tel 
potentiel, et en présence du champ si l’on veut, la 
résolution de l’isotherme f = 2 est encore possible, 
sans le problème posé par les matrices de Toeplitz. 
En surmontant quelques difficultés techniques mi- 
neures, on peut encore associer la fonction de partition 
au développement d’un déterminant, car il existe une 
extension de la formule déterminantale de Cauchy 
pour la fonction elliptique de Weierstrass. 
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Appendice A. 
On se donne les deux matrices d'ordre M, R et O: 


= M L(x) — L@&2) 
2 Xi — X 


m 
(m, | R| m,) >0 x, = Fe etc... 


(A.1) 
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1 I 
M —\m, | M—\|m,| 


|(m, |O|m,)| <2 


(m, — m,) pair (A.2) 
et l’on voudrait montrer 


trlog(1 +A R + 1'0) = O(log M). (A.3) 


Pour avoir une estimation asymptotique du spectre 
de R, on regarde la limite de l'équation aux valeurs 
propres 


M 


È 


+ 
( 
m=-M 


m, | R |m) f(m) = rf(m,) (A.4) 
soit 
+1 _ 
f eS ies dx, = 4rf(x,) (A.5) 
1 2 


-1 


ou, par changement de variables x, = thé,, ete... 


D'où l'estimation 


log|1 +E RI ~ lo M | 


-œ 


t> dk 
27 g 
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TR 1 = ča Kéa) = Ké) 

O RG — E) che, dé, = a RE, (A.6) 

qu’on résout par transformation de Fourier 
; n? l 

f(x) = chet; rl =T (A.7) 
2 nk 
ch > 


On obtient un continu. En fait, la différence somme- 
intégrale provient essentiellement d’un effet d’extrémité 
(pour une fonction analytique sur tout l'intervalle 
de sommation la différence serait e~™). x, n’atteint 
| ., M l 

utôt — = 1 — — 
pas la valeur l, mais plutôt a 1 Va 
conséquent l'équation en č est définie avec les bornes 
+ 4log 2 M. On est alors en présence d’un noyau 
intégral du genre de Toeplitz, ce qui introduit la 
quantification asymptotique de k : 


et par 


2nn 


~ T2 N° -M<n< M. 


(A.8) 


n? 17/4 1 


BETES ch? ZK (A9) 
EX 


On remarque que la quantification approximative réalise une périodicité 2 M du vecteur propre approché 


jin (3 $ 2y 
NEA ET 


SM) = f(— M) (2M + 1 = 1 = (A.8). 


(A. 10) 


(A.11) 


Reste à montrer que l'adjonction à R du noyau restant O, ne modifie pas les choses. On note d’abord 
que | + A’ Rest un noyau positif, VA réel. Si (m, | O | m,) était exactement de la forme factorisée 


(M — |m, (M — |m,|) ! on aurait 


log|1+4'R +4 'O|=log|l1 +2 R|+log|1 + 


l 1 
= 1 'R y=: ——— Li 
OETA l+ 2 1m oo iles. 


Cette seconde somme est bornée en module par 


2 


m (M—|m|) 


r [24 à 
ls x Valeur propre maximum de 


— < 
1+4 R 


. nr? 2? 
< Ce! +) = Cte.1? (A.13) 


puisque la série y m”? converge. 
Ce résultat subsistera en postulant seulement liné- 


(A.12) 


galité (A.2} sur O, si l’on peut prouver la positivité 
de tous les éléments de matrice de (1 + 4 RY}. 

On vérifie celle-ci à la limite M > 1: 
(m (CU + XR)? [m,) = dm, — m,) + 


( — ïR 
+[m, 


1+2 R 
D'après (A .7) et (27), le signe du second terme est 


Ins). (A. 14) 
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celui de Pexpression 


n? 1 
DR 
+ 4 ch? ah 
dk ——_,——— e*8 = 
ds 1+ VT 1 
4 h ak 


2 


+o ike 
nko e 
= cos? 2 —— 
| 2 a 7k 2 nko 
ch 7 — Cos F 


dk (A.15) 


avec č = č, — č; thé, =(m,/M)... Le nombre ko, 
k À 
0 < ko < 1, étant défini par cotg 5? = =. Or l'inté- 
grale vaut 4ch(1 — ky) é/ch č, quantité positive. 
Enfin, à l’aide de l'inégalité de Hadamard et de la 
convexité du log on a, pour toute matrice À réelle 


log|1 + 4] <tr A +3tr 44 
prenant A = (1 +A RY ‘40 
trA= > (m |(O +4 RY '|m,)(m,|0 |m) 


mım2 


et, en vertu de la positivité des éléments de (1 +. 2’ R)7}, 
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de (A.2) et (A. 13), 


[tr A| < Cte 42. 
De même 
tr AÑ < Cte Jt, 


On en conclut (A. 3) 


log|1 +4 R + 40 | = O(log M). 


Appendice B. 


Les équations intégrales couplées (73) sont équivalentes 
aux équations aux dérivées partielles suivantes 


Cl op. Cg _ 
238 + iKy =0 2o 


; ze(S) zé(S) (B.1) 
2% +iKo =0 


3 =0 


x 
ûz 
avec les conditions de continuité sur le bord de (S) 
et de décroissance en | z~' | à linfini. Montrons que 
le problème est équivalent à 


A9 + K’ ọ =0, (B.2) 


avec @ = 0 ou y = 0, sur le bord de (S). Il suffit de le 
prouver pour un cercle. En coordonnées polaires, 
(B.1) s'écrit : 


ĉe iĉ? da Dites 
ôp p 0 : ôp p 00 
> sip<l 3 à p>l (B.3) 
ôx i OY . ap nie _ x id 
gp pa ọ=0 õp p 3 0 


Une base de solutions élémentaires dans (S) est 


| Om = IKP) ° 


A = Jn+ (Kp) eim + 18 (B.4) 


— D «<Mm< D. 


Or ọ est une fonction analytique de z = pe pour 
p>l: 


p= } ap, p>] (B.5) 
m<0 
qui se raccorde donc continûment à 
P= È Ca n(KeyIn(K) Ce", B.6 


m<0 


où il nous faut supposer J,(K) # 0, Ym < 0. 


l p = J,(Kp) e, 
ọ=0 


De même y est fonction analytique de Z pour p > 1: 


iy ae D ©, p mein? 


m>0O 


(B.7) 


se raccordant continûment à 
= D Cmmi KP Sima 1 (K) rs p < 1 


m20 
(B.8) 


toujours si J,,.,(K) # 0, m > 0. 

(B.5) et (B.6) entraînent c,, = 0 pour m > 0, et 
(B.7), (B.8) = c,, = 0 pour m < 0. 

Pour ne pas avoir à conclure c,, = 0, il faut donc 
supposer que l’un des J,,(K) est nul. Dans cette hypo- 
thèse on obtient la suite de solutions associées à chaque 
couple m, K vérifiant J,(K) = 0 : 


(B.9) 
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= Jina (Kp) emt 8 | p<l 


i J,(K) = 0 B.10 
iy = Jp (K) p7 "+D elim p>]; m(K) (B.10) 


et la suite où ọ et y sont échangées. 


Appendice C. 


On donne ici des résultats préliminaires sur la corrélation réduite à deux particules dans la limite thermodyna- 
mique du plasma sur réseau. Notant p, = 2 t la densité maximale, toujours avec l’unité de longueur w = 1, 
dans les notations de la section 5, les deux composantes de la fonction de corrélation réduite sont les suivantes 


AK AK 
du — 2) = -p(z T+AK a )(2 I4 1K a) (C.1) 
si z,,2,€X 2. = 3m, +i! n), 
AK = = AK 
g-(Z2 — 2) = pe (a TE AK a) (i Truk a) (C.2) 
si ZEX, ZEY, etc 


Utilisant les vecteurs propres donnés en (42), œ, ,(m, n) et Xp,qiM n) notés ici Ç p, q, + | z », correspondant 
aux valeurs propres du noyau K = + i| A(p, q) | données en (40), nous obtenons 


dpdg 4?|h1 ; 2 
= —2 ee ellpm tan) C.3 
een ff ai THARI ea 
dp dq Ah dp dq ah 
=) ET LO  epi(pm + an) aft wip + qn) C.4 
gan) eff FO IERS -ff wm 1+] CA 
avec la notation m = m, — m,,...eth > A(p, q). 
Substituant dans les intégrants lexpression (51) de A, nous avons encore 
o> dp dq we i(pm + qn) i 
g.(m,n) = 2| ff < Poe (C.5) 


dp dq psd i dp dq psd ; 
= — 2 E TT Eitpm't gn) ee Pitpm + qn) A 
T eff we +] sd * 7 PdP = 


avec sd > sd(č + in) et € + in = o + itq). 


Sous cette dernière forme, on vérifie très aisément les deux règles de somme 


dp d + + yu? | sd? 
Loma -omn = ~ 2 ff a ase (C.7) 


dp dq , pê — p? | sd)? ap 
> = — 2 =r Eu — p. : 
7 i HN ff we O(+lsdP) “ay ? 2 


Seule la première ne semble pas évidente; par contre la règle de compressibilité (C . 8) découle de la structure 
A? K? 


de définition (C.1) et (C.2) : 
21 (2 OLIK? TAKY 2.) 


_ —2r. a? K? a 1, aK 
= lim th (pS = lim — r A., . 
m>» 2M? (1+ AK} ba ) im 5 i on 


| 


D g(3 — 2,) 
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Le comportement à grande distance des fonctions de corrélation se déduit de (C. 5) et(C.6). Avec la notation 
r = Km? + 17? n*)*/? nous avons le comportement asymptotique de g,(r) = tg(m, n) 


— 27? we E” m nı-1\] |2 
ES Tel = 2. LUE . : 
g) X IKT ffa naye gy K č z+ 7 (C.10) 
soit 
n? (u\ Left 
a. -F(R e 
et, si l’on définit une longueur de corrélation / = K/nu, on obtient donc 
One tet Cc. 
9+ 478 r? (Cott) 
On trouve enfin que g_(r) a le même comportement asymptotique que g,(r) : 
g_(r) < — g(r). (C.12) 
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LES PREMIERS TERMES DE L’ENERGIE LIBRE 
DANS LE MODELE DE FEYNMAN POUR LA TRANSITION 4 


M. GAUDIN 
CEN Saclay, B.P. n° 2, 91190 Gif sur Yvette, France 


(Reçu le 6 mars 1978, accepté le 28 mars 1978) 


Résumé. — Les cinq premiers termes du développement de l'énergie libre dans le modèle de 
Feynman pour la transition À de l’hélium 4 sont calculés exactement. 


Abstract. — The first five terms of the free-energy expansion in Feynman’s model for the 4-transi- 


tion in helium 4 are given exactly. 


l. La fonction de partition d’un système de N 
atomes d’hélium 4, de masse m, à la température 
inverse f, peut être représentée par l'intégrale fonc- 
tionnelle suivante : 


Qexacr = = X Dx, ON... OXy 
T PERN J x(p)=xpdO) 
B 2 
m dx; 
“fs sm se) 


(1) 


Dans le but de comprendre la nature de la transi- 
tion À, Feynman [1] procède à une triple simplifica- 
tion de la somme sur les trajectoires (1): 


a) Pour tenir compte de leffet du potentiel mutuel 
entre atomes, la position de ceux-ci est restreinte aux 
sites d’un réseau périodique cubique de forme et de 
volume donnés (par exemple un cube N = L?). 
En effet. le coeur dur a pour effet de maintenir les 
distances entre atomes voisins dans des limites étroites. 
La densité détermine d’ailleurs la longueur a de la 
maille du réseau a? = p~', puisque l’on a un atome 
par site. 


b) Le propagateur de chaque particule entre 0 
et f est approché de façon naturelle par 


f m dx;\? 
exp ooh ‘du OC 


(x(B) 


2 


m 1 ph 
exp — 7 x) O 


exp x(0)) = 


m' 
2p 
où m' désigne une masse effective. 
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Les deux hypothèses ci-dessus donnent une approxi- 
mation de Q,,.., sous forme de la somme symétrique 


suivante : 
1 N m' 2 
X ¥ If exp ~ zpr — xp). (3) 


{xi} P 


Q appr. = WI 


Définissons la matrice N x N d'éléments 


f(xy) =op- mT A 


Après la sommation sur les x; nécessairement dis- 
tincts, qui a pour effet de multiplier par N !. on recon- 


naît dans ©... le permanent de la matrice f 


Qao. = | F(X — y) iw- (5) 


c) Si Yon note que f décroit très vite avec la 
distance, une troisième simplification consiste à ne 
retenir dans la matrice (4) que les éléments domi- 
nants : la diagonale f(0) = 1 et les éléments para- 
diagonaux correspondant a la propagation de chaque 
atome d’un site au site voisin. On appelle 4 la valeur 
correspondante de f 

m'a? 


TPR (6) 


À = exp — 
D'où Papproximation de ‘Feynman, donnant une 
fonction de partition modèle 


+ + + + 
Q=|1+ 4A ly = |x — y) + 44 -yh (D 


dépendant du seul paramètre 7: les éléments de la 


matrice À sont 
A(x — y) = 0 si xet y ne sont pas voisins 
(8) 


= 1 si xet y sont voisins. 
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Si l'on développe le permanent (7) par la méthode 
de Laplace et qu'on utilise l'écriture cyclique des 
permutations de zy, on obtient pour Q le polynôme 
de degré N en 2 


N 
QD =1+ SC, (9) 
n=2 


où C, est le nombre d’applications distinctes des sys- 
tèmes de polygones orientés fermés — ou cycles — 
ayant un nombre total de côtés égal à n. sur les arêtes 
du réseau cubique donné, chaque site étant emprunté 
au plus une fois. A noter que les polygones de lon- 
gueur 2 n’ont qu’une orientation et que les cycles ont 
toujours une longueur paire. 


2. Ce rappel des hypothèses de Feynman étant fait 
(on trouvera leur motivation très étayée dans ses 
articles [3] et ceux de Kikuchi [2]) on s'intéresse à la 
limite thermodynamique de l'énergie libre par par- 
ticule 


G0) = lim LELO 


N> ow 


(10) 


On notera la majoration qui découle immédiatement 
de (7) 


(2) < log (1 + 2 di) (dl) 
où l’on a appelé d la dimension de l’espace (nombre de 
coordination q = 2d pour le réseau cubique). La 
conjecture de Van der Warden [4] pour le permanent 
des matrices bistochastiques nous donne de plus la 
borne inférieure 


log (1 + 2 d2) — 1. (12) 


Nous avons construit sans difficulté une théorie 
diagrammatique pour le développement perturbatif 
d’un permanent et avons appliqué au calcul des 
premiers termes de (A) 


+ + 
p4) . log | (+24) | 
= lim Wd aya? + 
4 1° 2n 
+ as + age t'u + an = to. (13) 


Les a, sont des entiers. Voici la valeur des premiers 
coefficients de la série (13) jusqu’à l'ordre À!°, en 
fonction de la dimension d = q/2. 


a, = 1 

a= —(q+1) 

a, = (3q? — 9q + 16) 

a, = (5q — 118 q? + 505 q — 613) 
as = (85 qt — 1630 4° + 119754? — 


— 36015 q + 35936). (14) 


ce qui donne pour les trois premières dimensions 
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ed=3: 
1 . 5 34 1° 28 R 310 
3 P34) 427 +70 751 +9 026 —+ 
(15) 
ed=2: 
l i At 2 48 210 
(16) 
eod=1: 


2° Ae 28 749 
Ye tia ES = — +. 
p (4) = 24-3 z+1l0 3 35 3 +126 z + 
s 22r 


(CAGE 


1 | 
= =. aby fs 32 
le (3 = pt) 


Le problème à une dimension, facile à résoudre, 
fournit un test très sûr de la justesse du calcul des poids 
et d’une énumération correcte. Par exemple léva- 
luation du terme en 2!° nécessite plus de 200 dia- 
grammes connexes. Pour d = 3, la contribution d’un 
diagramme est couramment de l’ordre de 103-104. 
La somme des 205 contributions est de l’ordre de 10*, 
ce qui donne une idée des effets de compensation. 

On remarque que la fonction @ admet une forme 
limite lorsque la dimension devient infinie, le produit 
2? d = x restant constant 


(17) 


OA) = x — x? + 4x9 + 1Ox4 + 27205 + — 
1 x2 x? xt v5 
Eat 2 == tee 
(5 + 18S + 4727 + 13040 + 


1 x a xe 
l xt x 

RES ue 2 030 — +... 
a G 7 + 7203075 + ) 


1 x5 
— [35936 + .… Ae 
+ => (3 936 = + ) + 


Donnons enfin une borne inférieure du rayon de 
convergence de la série (13) pour ,(/). D’après une 
formule connue on a 


(18) 


eer 
UGA < Ja aA 


(19) 


pourvu que 


À! > Sup. Spect. 4 = 2d. (20) 


On a la majoration 


(J) < — (1o ( — 2} 5 cos o) (21) 
j=l 
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où € > signifie valeur moyenne sur les angles ọ; 
p (2) converge donc pour 2 id < |. 


La borne (19) donne lieu à une somme sur les poly- 
gones où la condition de non-intersection est levée. 
La majorante (21) de l'énergie libre manifeste une 
transition essentiellement la même que celle d’un 
système de Bose sans interaction et ne nous apprend 
pas grand chose sur celle de ®. 

Bien que ce soit probablement le poids des poly- 
gones de longueur macroscopique qui soit prépon- 
dérant au voisinage de la transition, l'information 
contenue dans les premiers coefficients de ®(4), qui 
ne font intervenir que des polygones d’ordre 10 tout 
au plus, a au moins le mérite d’être sûre. I] serait utile 
de l’exploiter au mieux en construisant les divers 
approximants de Padé, mais ceci reste entièrement 
à faire. On pourrait utiliser aussi le comportement à 
l'infini, sûrement en log À d’après (11) et (12). en 
étudiant les approximants [N, N — 1] de e®. Pour 
d= 2, le résultat de Fisher [5] pour le système de 
dimères sur réseau quadratique permet de calculer 


log | À | 2 

: og 4 9 
ee = ee 0583 
lim: N 0, 
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avec 
l 
g= l Dpt at 
On a donc : . 
; dx 2d 
P,(2) ~ log À + —. 
À oo T 


Comparer 0,58 avec la borne inférieure log 4/e = 0,386 
et la borne supérieure 1,38 données par (11) et (12). 

On aura noté que les séries (15) et (16) pour les 
dimensions physiques commencent alternées et ont 
une allure géométrique, ce qui n’entraine pas forcé- 
ment l'absence de singularité physique. Par contre, 
le développement dans la variable x = 724, au 
voisinage de d = oo, fait intervenir des coefficients 
de même signe (sauf le second !), mais on ne peut plus 
rien dire sur le rayon de convergence de la série 


lim (x). 


do 
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Méthode d’intégration sur les variables d’énergie 
dans les graphes de la théorie des perturbations. 


M. GAUDIN 


Centre d'Etudes Nucléaires de Saclay, Service de Physique Théorique 


(ricevuto il 2 Febbraio 1965) 


Summary. — Using an algebraic identity, the product of propagators 
associated with the lines oi a given graph of the perturbation theory, 
is decomposed into partial fractions. This allows a systematic summation 
over the energy variables of a diagram in statistical mechanics. The 
result is a sum of terms each corresponding to one of the « trees » into 
which the graph can be decomposed. 


Introduction. 


La théorie des perturbations appliquée au problème à plusieurs corps fait 
correspondre un diagramme connexe à chaque terme du développement des 
grandeurs physiques considérées. En mécanique statistique quantique ce sont 
par exemple l'énergie libre et les diverses fonctions de corrélation, en théorie 
des particules élémentaires ce sont les amplitudes ou éléments de la matrice 8. 
Dans tous ces cas, les contributions associées à un graphe ont des définitions 
analogues, dont les éléments communs sont les suivants: Un graphe étant con- 
stitué de points ou sommets et de lignes orientées qui joignent certains couples 
de points, à chaque point est associé un «temps » ¢ et à chaque ligne un pro- 
pagateur G. Points et lignes sont numérotés. Si la ligne « est par exemple di- 
rigée de ¢, vers t,, le propagateur associé est du type G (te— t). La contribu- 
tion d’un graphe I’ d'ordre n est l'intégrale 


W(T) = far fa. [.. dt, JI Ga- 
ô ô ô ô on 


Il Nuovo Cimento, Serie X, 38 (1965) 844-871 
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L’intervalle d'intégration ô, commun à toutes les variables, dépend de la théorie 
considérée. 

On peut transformer la quantité W de deux manières en utilisant les pro- 
priétés analytiques de G(t) et de sa transformée de Fourier G(z). G{t,—t,) 
étant composé de fonctions analytiques différentes suivant le signe de t,—t,, 
le premier procédé d'intégration de W consiste à séparer W en n! intégrales 
portant sur les suites de temps ordonnés. Ceci revient à considérer comme 
distincts des diagrammes numérotés qui diffèrent seulement par l’ordre de suc- 
cession des interactions dans le temps. L'intégration sur les temps ordonnés 
se fait explicitement et l’on obtient la formulation dite «indépendante du 
temps » caractérisée par la distinction entre «lignes montantes » et «lignes de- 
scendantes » et par les « dénominateurs d'énergie » relatifs aux états intermé- 
diaires (1). 

La second méthode emploie les transformées de Fourier G (2) (séries ou 
intégrales) (?). En statistique, on a G,(z)=(e,—z)"1, où €, est une quantité 
qui dépend de la ligne x, par exemple de l’impulsion associée. 

Le propagateur d’une particule de masse m est du même type: 


1l _ 1d i 1). 
p—m? 2E,\p—E, pot E)’ 


ici pọ joue le rôle de z, et +H, le rôle de e,. 

La contribution W se présente après transformation comme une somme 
(ou intégrale) sur les variables z, associées à chaque ligne et liées par les rela- 
tions de conservation à chaque sommet du graphe. Se pose maintenant le 
problème d'effectuer explicitement la sommation sur les variables + indépen- 
dantes. Dans chaque cas particulier, il suffit d'appliquer de façon répétée le 
théorème des résidus. Ceci amène à rechercher une méthode générale et con- 
duit à un ensemble de règles permettant d'écrire directement le résultat de 
l'intégration, qui ne dépend que de la structure du graphe. 

Dans la première Section de cet article, nous rappelons les définitions utiles 
et quelques notions simples sur la théorie des circuits. Dans la seconde Section, 
est établie une identité algébrique qui est à la base des règles proposées et qui 
vaut pour tout graphe. Enfin dans la dernière Section sont exposées les ap- 
plications de ce résultat au calcul des diagrammes de la mécanique statistique 
avec ou sans lignes externes. Nous avons essayé d'appliquer ces règles aux 
graphes de Feynman et obtenu un résultat que nous signalons, sans préjuger 
de son intérêt; si, en mécanique statistique la variable « d'énergie » joue un 
rôle très différent des variables d’impulsion, ce n’est pas le cas en théorie 


(1) C. BrocH et ©. DE Dominicis: Nucl. Phys., 7, 459 (1958); 10, 181 (1959). 
(?} A. A. ABRIKOSOV, L. P. Gorxov et I. E. DZYALOSHINSKI: Methods of Quantum 
Field Theory in Statistical Physics, Trad. R. A. SILVERMAN (Princeton, N.J., 1963). 
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relativiste où les quatre variables d'intégration relatives à chaque cycle peu- 
vent être traitées simultanément. 

L'identité algébrique démontrée ici peut être considérée comme une dé- 
composition en éléments simples de certaines fractions rationnelles définies sur 
le graphe. Nous n'avons effectué cette décomposition que dans le cas de pôles 
simples. C’est pourquoi une restriction importante, dans Vapplication de ce 
résultat aux systèmes conservatifs usuels, est que les diagrammes doivent être 
irréductibles, c’est-à-dire sans parties diagonales à une particule. On a donc 
envisagé seulement la théorie renormalisée où, à chaque ligne, est associé un 
propagateur complet. Ceci nous conduit à exprimer les grandeurs telles que le 
« potentiel de Gibbs » ou «l’opérateur de masse » d'un système de particules 
identiques comme une fonctionnelle des densités spectrales o(k, e) des fonctions 

de Green à une particule. Ce n’est pas l’objet de cet article 
| de développer un tel formalisme, mais introduction de ces 


le densités nous permet de donner les règles du calcul des seuls 

of j pe diagrammes irréductibles. 
[fe \ En guise de résumé, nous montrons l'application de ces 

d EA b règles sur Pexemple suivant. 

K 1 PE Le diagramme J" de la Fig. 1 donne une contribution du 
5 Vi dième ordre à Vopérateur de masse d’un système normal de 
cf, A fermions. On a sept lignes internes ki, k,,..., k,. On note 
ur H,=(1/2M)ki—p. L’impulsion commune des deux lignes 
Fig. 1. externes est k, l'énergie z. Dans le formalisme de Luttinger et 


Ward par exemple, à température quelconque, la contribution 
particulière de ce diagramme J’ à la fonction Z(k,2) s'écrit ainsi, en omet- 
tant des coefficients numériques, 


alk, 2) = F| r Like) Chg ky |v | kg ky> (ky ky |v | kgky> Cha ke | 0 | ks k> II [E;, — ¿4 
g 


i=l 


* (2 + Ča — Ei — :)ô (C; + E: — Gs — C4) ô (G: + Č — Es — G3) 3k, dk, eee dèk, , 


où la somme porte sur les variables discrètes l, telles que £;,—2xil;/B. Le 
potentiel v étant invariant par translation, on a dans l’élément de matrice 
<kk, |v |kik> la fonction 6 usuelle ô(k +k, — k, —k,). Dans Vexpression ci-dessus, 
nous avons pris les propagateurs non perturbés [£,.,—¢,]-1. Dans une théorie 
renormalisée, nous écrirons @,(£;) au lieu de [Æ, —£&;F1, et nous ferons usage 
de la représentation spectrale 


Gt) -f ena de , 


avec 


o>0 et Jeu, e)de — 1. 
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Nous sommes amenés dans les deux cas au probléme de sommer sur les va- 
riables ¢ liées par les relations de conservation, un produit de la forme 
TI le:—2.J". La méthode classique d'intégration nous conduirait à décomposer 


X r en la somme de 4! contributions associées aux diagrammes ordonnés dans 
le temps. 

Nous exposons maintenant l'application des règles proposées au calcul du 
diagramme J’, en définissant sommairement les notions utiles. 


A) On dessine sur le graphe J, amputé de ses lignes externes, tous les 
arbres possibles, c’est-à-dire les graphes connexes sans cycles de quatre som- 
mets et de trois lignes choisies parmi les lignes de J. Il existe 21 arbres Z 
sur T. En fait, il n’est pas besoin que d’en considérer 13, qui sont représentés 


` 


Fig. 2: ceci à cause de la double ligne, 1 et 2, qui joint les deux sommets a 


(la): (1b): (2a)ı (2b) ı 
\ 


(8a): (8b) : 
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et 6. C’est toujours le cas pour les doubles lignes, il suttit de considérer seule- 
ment un arbre qui passe par l’une d’elle et de doubler le résultat. Appelons £p 
la somme des contributions 2, associées à chaque arbre 


Z'(k, z) = somme des Z,(K, 2). 


Explicitons maintenant la règle du calcul de 2, pour un arbre particulier, 
par exemple X (al) de la Fig. 2. 


B) La contribution de Varbre (al) a l’allure suivante: 


aux lignes de l'arbre «7{E,, E,, E} sont associés des dénominateurs 
d'énergie à des états intermédiaires déterminés par .7; 


aux autres lignes de J’, n’appartenant pas à Z, et formani un en- 
semble Z{E,, Ea, Es, Eo}, sont associés les facteurs statistiques f'(Æ) cu f (E). 


Tl reste done à préciser comment déterminer le choix entre f* et f~ pour 
chaque ligne de Z, et comment construire les dénominateurs d'énergie relatifs 
aux lignes de æ. 


C) Dénominateurs d'énergie. La Fig. 3 montre comment sont définis les 
trois dénominateurs D,, Dı, D, relatifs aux lignes H,, E, et E,. 

Au préalable, on joint ensemble sur un sommet 
auxiliaire w, les deux lignes #xternes, affectées de la 
variable d'énergie z. 

Soit à déterminer D,. On supprime idéalement la 
ligne E, de l'arbre «7. Ceci a pour effet de couper Parbre 
en deux arbres et de séparer les sommets de J’ en deux 
groupes. Dans le cas présent, on a le groupe formé du 
sommet a seul, et le groupe formé des sommets b, ¢, d. 

Fig. 3. La ligne en tirés Z, est la ligne de séparation des deux 
groupes: la ligne de partage J, coupe les lignes de T'et 
la ligne externe suivantes: Æ,, Wi, Ea, 2. Le dénominateur est D,=4E#E,— 
—H,— E,+2, où l’on a mis le signe + devant l'énergie E, de l'unique ligne 
de 7 qui coupe l, et les autres signes suivant le sens relatif par rapport à E, 
des lignes qui coupent J. On lit done sur la section idéale l, le transfert total 
d'énergie correspondant à l’état intermédiaire défini par l. On lit de même, 
relativement aux sections des lignes E; par V et E, par l: 


D, = E, + E — E — E. 
et 


D, =E, + mæ — EZ. 
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D) Facteurs statistiques. Soit à déterminer le facteur f(E.) relatif à la 
ligne Es de Z. On remarque que l’adjoinction mentale de la ligne E, à l'arbre Z, 
crée un cycle et un seul formé des lignes H,, H, et Es. Définissons l'orientation 
totale de ce cycle de la façon suivante: on parcourt le cycle dans le sens indiqué 
par la flèche de la ligne n. 6. Le nombre total de flèches rencontrées du même 
sens que la ligne 6, diminué du nombre de flèches orientées dans le sens inverse 
de 6, est un nombre entier dont le signe est e. Nous avons alors un facteur 


ef (E). ` 
Pour la ligne 6: cycle (6, 4, 7) Wot & ——1. 


(+ = > 
Pour la ligne 5: cycle (5, 4) doù s= +1. 
(+ +) 
Pour les lignes 1 et 3: cycle (1, 7, 3) Wote=+1. 
(+t + +) 


D'où les facteurs: — f~ (Be) f+ (Es) ft (EDF (E, 

Il peut arriver que certains cycles aient une orientation totale nulle. La 
règle est alors de lever l’ambiguité en renforçant arbitrairement, une fois pour 
toutes dans un graphe donné, certaines lignes du diagramme auxquelles on 
peut associer deux flèches, ou trois flèches, ete. Par exemple dans le cas de la 
Fig. 2a, la ligne n. 2 ajoutée à Varbre (2a) crée un cycle (2, 1) d'orientation 

+ 


totale nulle. On lève l’ambiguité en mettant deux flèches sur la ligne n. 1, 
une fois pour toutes. Le cas se présente toujours pour les doubles lignes. Il 
montre aussi que la décomposition que nous donnons n’est pas unique. 

Rassemblant facteurs statistiques et dénominateurs d'énergie, on obtient 
pour la contribution de (1a) 


Zu (hy 2) = feux jo |k kay (Kis k; jo | Fa ka> ky ka | v | ke kry <k; ke |v | k; kò: 


— F (Er) EEr) ft (Be) fE) 12h, Uk, Ah; dh 
(Ey, +h, -r — B; — En, + 2)(Ein, =I: +E, — En, — e) (Er, ane Er, — Ee iE; 


On remarque que les variables d'impulsion qui figurent dans les facteurs sta- 
tistiques peuvent être choisies comme variables indépendantes a’intégration. 
Le fait est général. (est pourquoi on a écrit Er trk pour Er , ete. La fonction 
Z(k, 2) est la somme de 13 termes analogues. On peut noter le nombre de 
quatre facteurs f° pour un diagramme de sept lignes. En général dans un graphe 


(3) J. M. LUTTINGER et J. C. Warp: Phys. kev., 118, 1417 (1960). 
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d'ordre n de p lignes on à p—n-+1 facteurs statistiques. Enfin, sauf pour 
une classe de diagrammes et d'arbres exceptionnels, la séquence d'états inter- 
médiaires définis par un arbre ne peut être identifiée à une séquence d'états 
intermédiaires de la théorie usuelle, indépendante du temps. 


1. — Généralités. 


11. Définitions et hypothèses (t). — Soit € un graphe connexe d'ordre n, 
comprenant n sommets appelés a, b, e, ete., et p lignes orientées, numérotées 
1, 2, …, p. Le degré du sommet a est le nombre de lignes incidentes à a, quelque 
soit leur orientation. Le degré de chaque sommet est supposé supérieur à 1. 
Une ligne dont les extremités initiales et terminales sont sur le même sommet a, 
est dite une boucle en a. Enfin un cycle est un chemin fermé, constitué par 
une séquence de lignes du graphe. Nous ne faisons aucune hypothèse restrictive 
sur la nature du graphe connexe dans les deux premières parties. Pour les 
applications nous considérerons seulement les graphes irréductibles. Un graphe 
est dit irréductible s’il ne peut être rendu non connexe par la suppression de 
deux lignes. 

A chaque ligne nous associons deux nombres e; et z;, à —1, 2, ...,p. Les € 
sont un ensemble de p paramètres indépendants. 

Soit a un sommet de degré r de €. Supposons que les lignes qui convergent 
en a aient les numéros 1, 2, ..., q; celles qui sont issues de a, les numéros qg+1, 
q+2,.., 7. On définit en a la quantité R,(e): 


(1) Ryle) = & + Ea + ee + Eg — Eger — Egt — + — Ep 


R, est la somme algébrique des quantités e relatives au sommet a et mesurées 
positivement dans le sens des lignes convergeant sur a. Si le graphe avait une 
boucle en a, Ja variable ¢ correspondante ne figurerait pas dans Ra, d’après 
la définition donnée plus haut. 

Par hypothèse les p variables z, vérifient les n équations linéaires et homo- 
gènes: 


(2) R,(z) = 0 


pour tout sommet a de £. 
Si le graphe représente un réseau, les variables z représentent des -ourants. 
L'égalité R,(:)— 0 est aussi appelée relation de conservation en a. 


(4) C. BERGE: Théorie des graphes et ses applications (Paris, 1958). 
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12. Les variables indépendantes. - Nous rappelons maintenant la solution 
générale du système d’équations (2), en introduisant la notion d’arbre (*) sur 
un graphe connexe @. Soit «7 un arbre sur @, c’est-à-dire un graphe connexe, 
sans cycle, dont les lignes appartiennent au graphe @, et qui contient tous les 
sommets de #. a possède donc n sommets et n—1 lignes. Nous appelons Z 
le graphe complémentaire de Z sur @, c’est-à-dire le graphe de n sommets, 
formé des lignes de @ qui n’appartiennent pas à 2. Z possède done p—n-+1 
lignes. On a le résultat classique suivant (°): à tout arbre Z, de lignes «, B, 
y, 6, correspond une résolution du système linéaire (2). Les quantités z,, 
2g, 2,1, Za Sont des formes linéaires des quantités 2,, z,,..., 2, associées au 
complémentaire Z dont les lignes sont A, y, v, …, 0. 

Il suffit de remarquer que toute ligne A de Z, ajoutée à 7, détermine 
sur @ un cycle et un seul. Nous l’appellerons le cycle (A) (Z étant donné). 
Les cycles ainsi formés sont indépendants car chacun d’eux contient une ligne 
que ne contiennent pas les autres: la ligne À n’appartient pas au cycle (u). Les 
lignes de Z déterminent donc p—n-+1 cycles indépendants. Par convention, 
un cycle (A) sera orienté dans le sens de la ligne À qui le détermine. Ces remar- 
ques permettent de construire les n —1 formes linéaires 


28 = El, 2) 5 


. 


25 = Galp 2); 


que l’on obtient de la façon suivante: 

Le coefficient de z, dans la forme @,(z,2,...2,) est nul si la ligne « n’est 
pas sur le cycle (A); il est égal à +1 (ou à —1) suivant que la ligne « est sur 
le cycle (A), orienté dans le même sens que À (ou dans le sens opposé). 

Chaque arbre Z sur €, détermine ainsi un système de variables indépen- 
dantes 2,, 2, …, Z, en fonction desquelles s'expriment les variables z,, 2,4 ..., 25, 
associées aux lignes de Z. C’est la solution générale du système (2). Il existe 
une identité évidente entre les quantités R,(e) qui est la suivante: 


(4) > Re) =0. 


ace 


Les quantités z, liées par » relations indépendantes, dépendent de p—vy va- 


(5) Voir réf. (t), Chapitre XVI. 
(8) Voir réf. (4), Chapitre XVI, p. 152. 
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riables; or, nous en avons trouvé p—n+1, on a done y>n—1. L’identité (4) 
est donc la seule relation entre les R,, et y=n—1. 


13. Les formes &(e). - Nous donnons ici une autre expression des formes 
E rt, 2,) qui servent à exprimer la solution du système (2) relativement à 
un arbre donné .#. 

Soit « une ligne de «7. En la supprimant, on détermine avec les lignes res- 
tantes de Z, deux arbres: + et WZ, tels que la ligne & soit orientée de «77 
vers Vt. Nous avons l'identité suivante: 


(5) e— 6,(e) => Re) =— > R,(e). 


ae gt wes 


Pour le voir, considérons la quantité È R,(e); elle ne peut dépendre d’au- 
ae gt 

cune quantité e attachée à ./+, car toute ligne de Z} qui joint deux sommets 

b et c ne contribue pas à la somme R + R.. Elle ne peut dépendre non plus 


des quantités & associées à Z; car 


>» Re) =— X Ryle) 


ae rf- ae Jt 


en vertu de (4). La quantité > R,(e) est done identique à &,+une forme linéaire 
ae s/t 
de quantités e attachées à Z, que nous appelons — 6’. Nous avons done 


1 — 
(6) Ea E'(8,8,, «+ €) = $ Re), 
ae sft 
or si nous remplagons £, &,) ++) €, par les 2, Zure Zos le second membre 


de (6) s’annule et £, est égal à z,. Nous trouvons 
done la solution (3) du système (2) et nous avons 
E =é. 

La façon la plus simple de visualiser la quan- 
tité «,—&, sur les graphes @ et sZ est la sui- 
vante (Fig. 4): la suppression idéale de la ligne « 
coupe l'arbre . en deux, et sépare donc les som- 
mets de @ en deux groupes, les sommets sur Zt 
et ceux sur «77. En déformant le graphe on peut 
placer les sommets de .«7* et de sZ; de part et 
d'autre d'une droite À, qui coupe un certain non- psy pier eee ere 
bre de lignes de Z et la ligne « de Z. La quan- vs Bi nets i oe tuerc 
tité e ,— €, est égale au « dénominateur d'énergie» de létat intermédiaire 4,: 
correspondant à «l’état intermédiaire » À. (eq tHE +H En — E — Ep). 


Fig. 4. — Arbre £}: ô, e, 
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2. — Identités. 


21. Identité préliminaire. — Etant donné un graphe @ et p indéterminées, 
€;, associées aux lignes de €, on établit l'identité suivante: 


(7) Q=[aee--elt= YL  D(d)lee,.….e lt. 
[7 (aBy...5)] 


Q désigne l’inverse du produit de tous les e sur @. La somme du second membre 
porte sur toute la famille des arbres Z sur @. .7(afy … 6) désigne l'arbre Z 
formé des lignes a, f, y, ..., 6. L'ensemble d'indices À, y, v, …, @ désigne tou- 
jours les lignes de Z complémentaire de Z sur €. D(A) est un coefficient 
relatif à chaque arbre 7, qui ne dépend des ¢ que par l'intermédiaire des quan- 
tités P(e), acg: c'est là le point essentiel. Nous démontrons cette identité 
en quatre étapes. 


21.1. Contraction d’une ligne. — Soient a et b deux sommets de €, 
joints par une ligne «. L'opération de contraction de la ligne « sur @ consiste 
à supprimer la ligne « et à confondre les sommets a et b en un seul sommet 


que nous appelons a’ (Fig. 5). On a évidemment Re = Rat Rp. Le graphe €! 
obtenu par contraction de la ligne « sur @ contiendra des boucles en a’ s'il 
existe une ou plusieurs lignes autres que « joignant b à a sur @. 


21.2. Décomposition d’un produit Q relatif à un sommet. — 
Soit a un sommet; £1, £2; ..., Egles quantités associées aux lignes orientées vers a; 
Eqtiy Eata e; €, les quantités associées aux autres lignes issues de a. L’identité 
suivante est évidente: 


1 
(8) Q = [aies o.. EgEgt1 e Er] = F {Ceres sl H [EE EE + 


+ [eyes ve E1 Eat eee Er] — [En one Egbate ce El —  — [Ep bg vee Eg vee Ea}"} : 
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Nous interprétons cette décomposition du produit Q, relatif aux lignes inci- 
dentes à un sommet a de @ en termes d’opérations de contraction. Nous pouvons 
dire que le produit total Q est la «somme » des produits attachés aux diffé- 
rents graphes obtenus par contraction d’une seule ligne incidente en a. Nous 
avons mis somme entre guillemets parce que nous ne nous occupons pas pour 
l'instant du signe des termes obtenus; mais seulement de la structure de la 
somme. Nous notons cependant la présence d’un facteur 1/R, devant chaque 
terme. 


21.3. Les contractions successives définissent un arbre, — 
Quel est Veffet d’une suite de contractions successives sur le graphe original €? 
Partons d'un sommet a et décidons de contracter toujours sur le même sommet. 
Par exemple, après contraction de b sur a, a devient a’; après contraction de 
c sur a’, a’ devient a”, ete. On obtient ainsi une suite de graphes 6, €’, €”, ..., 
d'ordre n, n—1, n—2,... où le sommet a, devient a’, a”, etc. Sur un graphe 
connexe d'ordre n on peut donc effectuer n—1 contractions successives, jus- 
qu'au moment où tous les sommets sont confondus en un seul sommet a”. 
Comme on à supprimé n—1 lignes, il reste donc p—n+1 boucles sur le 
sommet final unique a”. Quel est la structure du graphe constitué des lignes 
successivement supprimées sur @? Il contient n —1 lignes. Il est d'ordre n, 
puisqu'il contient en plus de a les sommets de @ qui sont devenus a’, a", a”, 

, a™. Enfin il est connexe. On le voit par récurrence: si l’ensemble des lignes 
supprimées jusqu’à la p—1-ième contraction est un graphe connexe A”? la 
p-ième ligne contractée a le point commun a?-” avec #1? et constitue le 
graphe connexe A”, or, un graphe connexe d'ordre n de n —1 lignes est un 
arbre (7). L'ensemble des lignes supprimées dans un processus de contraction, 
tel que nous venons de le décrire, est donc un arbre g. 


21.4. Décomposition du produit dans un processus de con- 
tractions. — A Vétape 2°1.2, nous avons associé à une opération de contrac- 
tion sur @, une décomposition du produit Q = [e,e....¢,]-1. A quelle décompo- 
sition de Q nous mène un processus de n—1 contractions successives? On 
peut exprimer ainsi d'après 2°1.2 Veffet sur Q d’une contraction de la ligne « 
sur le sommet a: une contraction de la ligne « supprime dans Q le facteur 1/e, 
et introduit un facteur 1/R,. On peut continuer ainsi: une contraction de la 
ligne f, sur a’, supprime le facteur 1/e, et introduit un facteur 1/R,. Or Ry 
est nécessairement égal à Ra +Æ, car a’ a été obtenu en confondant un sommet 
b avec a. De même Ra est de la forme Re +R, = Ra +R,+R,. 

Ainsi après n — 1 contractions des lignes «, f, y, ..., Ô, il reste à Q une con- 
tribution [e,e, … CAE associée au complémentaire Z(Aur … o) de A(aBy ... ô), 


(7) Voir réf. (4), Chapitre XVI, Th. 1. 
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que multiplie un coefficient de la forme 1/R,R, Re ... qui ne dépend que des 
quantités Ra, Ro, &.,.... L'identité préliminaire est donc démontrée. Le coef- 
ficient du terme [e,e, … e)" est évidemment une somme de termes de la 


forme 
1 


Has poe 
2 Ra Ro Ry... 
étendue à tous les processus de contractions possibles qui fournissent le même 


arbre 7. Nous allons déterminer ce coefficient au paragraphe suivant par une 
méthode indirecte. 


22. Théorème. — Soient e; et z; les quantités associées à la ligne à 
(i= 1, 2,..., p) d’un graphe @ dordre n. Les sont des paramètres indépen- 
dants, mais les z sont supposés liés par les relations de conservation en chaque 
sommet 


R,(z) = 0 pour tout a sur €. 


On a l'identité suivante 


1 
OF Gra G@—a) =m) = 


1 1 


= es = rare 


tet out (Ea — Fn) (@p— Ep) «+ (8g — Ea) (ex — a)l Eu —2,).… (Ep — %) 


où la somme est étendue à tous les arbres Z d’ordre n sur @ et où les n—1 
formes linéaires £ (e) sont les fonctions de e,, Eur, €, définies à la Sect. 1°3. 
On peut écrire l'identité (9) sous la forme plus concise 


(10) MED) (= 40.2): 


Démonstration. — a) Dans l’identité préliminaire (7), remplacons les nombres 
E€; par e, —2,. Les coefficients D(.) ne dépendent des € que par l'intermédiaire 
des quantités R. Or 


R(e—z) = R(e) — R(z) = R(e). 


Les coefficients D(./) sont done invariants dans la transformation €, —e,—2, 
et nous pouvons écrire 


1 1 
D) AP = atte See, 
l ) (E1 — 21) (€ Za) “++ (€p — p) [Z (a B...6)] (E3 Eg 2) (Eu — 24) “er (E> — 2o) 


où les D() ne dépendent que des e. 
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b) Calculons le coefficient D(./) relatif à Parbre Z. C’est le «résidu » 
du «pôle » de l'expression P considérée comme une fonction des variables z 
indépendantes associées à #. Multiplions les deux membres de l'égalité (11) 
par (ez — 25) res (Eg — 25) où À, fi, 7, ..., 6 sont les indices de Z complémentaire 
de £ sur €. Nous obtenons au premier membre de (11) 


Il existe en général dans chaque Z des lignes qui appartiennent à Ž, en ce cas 
la fraction se simplifie au second membre, mais le quotient ne peut se réduire 
à 1, car Z est distinct de Z. Après simplification les indices figurant au déno- 
minateur n'appartiennent plus à l’ensemble 7, fi, ..., 5. Ils appartiennent donc 
à l’ensemble complémentaire &, B, 7, ..., 6. 

Considérant alors les nombres z~, 275 Zy, COMME fonctions des variables 
by Ego es By définies par la solution (3) du système (2), nous faisons tendre zz 
VETS Ep, 27 VETS Ex, ..., 2 VETS Ex. La quantité z~ tend vers &>(e), 27 vers 6%) etc. 
Le premier membre de (12) tend vers [ex —é 8x — #3) we (eg— éz), où 
les dénominateurs sont supposés non accidentellement nuls. Ils ne peuvent 
Pêtre identiquement car si Pon avait e~—@>=: 0, il existerait, d’après (5), 
une identité autre que (4) entre les R, ce qui n’est pas, d’après les conclusions 
de la Sect. 1°2. 

La somme du second membre de (12) tend vers zéro. En effet, les dénomi- 
nateurs sont non nuls par hypothèse, puisque les facteurs qui constituent le 
dénominateur de la fraction après simplification sont extraits de la suite 
éx— Ox, ...,&— Ex. D'autre part, au numérateur, il existe des termes qui 
tendent vers zéro, puisque Z +2. En conséquence, le second membre de (12) 


~ 


tend vers D(£) et l’on a 


(13) D(@) = ey = [= 


2 3. Extension aux graphes comprenant des lignes externes. — Nous nous sommes 
limités jusqu'ici aux graphes dont tous les sommets étaient de degré supérieur 
à 1. Nous considérons maintenant les graphes avec lignes externes auxquelles 
nous associons encore deux nombres cete. Soit Tle graphe obtenu en supprimant 
les lignes externes. Nous cherchons, pour le produit P associé aux seules lignes 
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internes, une décomposition analogue à celle donnée par la formule (10). Dans 
la définition de P 
1 
P= ae 
M. 
on voit que les quantités relatives aux lignes externes ne jouent aucun rôle. 
Nous les avons introduites comme auxiliaires de calcul. 

Soit & le graphe obtenu en réunissant les extrémités libres des lignes externes, 
numérotées de 1 à s, à un sommet supplémentaire de degré s, que nous appelons w. 
Nous avons donc 

f(z) = 0. 


Formons le produit Q associé au graphe € 


(14) Q=II 1 1 1 


g E—À (a — 21) (E2 — 22) … (Es — Z) r E— zZ 


et appliquons le théorème (10), en désignant par .»/’ un arbre sur /'et Z’ le 
complémentaire de «7 


Q=Y Di’) (I) =) : 


[571] ER 


Partageons l’ensemble des arbres Z’ en deux classes: 


a) la classe des arbres Z, sur € qui contiennent la ligne n° 1 et le point œ 
comme sommet « pendant », c’est-à-dire comme une ligne extrême de Varbre. 
Cette classe est formée des arbres «7 sur J’ auxquels on a ajouté la ligne n° 1. 
On appellé Z le complémentaire de Z sur I’, c’est-à-dire Z, diminué des lignes 
externes n° 2, 3, ..., S. 


b) La classe des arbres qui n’appartiennent pas à la classe .7,, soit %. 


La somme @ est divisée en deux sommes: 


aes = 3 DATI) +22) (Te). 


ify] ERA 


Puisque Z, contient les lignes 2, 3, ..., S, on à 


(16) He = 


Multiplions les deux membres de l'égalité (15) par (e; — 21)... (e,—2,) pour 
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obtenir d'après (14) et (16), 


(17) II l > (piste, +) TI i 


PER {Al 


+ termes contenant au moins l’un des facteurs (8, — Za), e., (Es — 2) . 


Les quantités £, €,...,¢, relatives aux lignes externes étant arbitraires, 
NOUS POSONS Es = 2, ce Es = 2, et l'égalité (17) s'écrit 


or 


on obtient done la formule finale 


(18) II — = > (Dia IT 1 ) l 
avec 


(19) Da) = [I — 


où les & sont les formes linéaires des e relatifs aux lignes internes, et des z relatifs 
aux lignes externes, obtenues en résolvant le système 


RE) = 0 ace 


par rapport aux variables associées à l’arbre Z, c'est-à-dire que le coefficient 
D'(.of) est le résultat de la substitution 2,= &,(6,.….€,, 2,,.….,2,) etc. dans 


[J] 1/e— 2. 


of 
On a encore la formule commode, analogue a (5), 
(20) &,—-6€,= > R, fe), 


a8 ft 


où l’on convient Videntifier les & et les z relatifs aux lignes externes. 


3. — Application aux diagrammes de la mécanique statistique quantique. 


81. — Si nous essayons d'appliquer directement les résultats précédents 
aux termes du développement de perturbation du potentiel de Gibbs par 


140 TRAVAUX DE M. GAUDIN 


exemple, d’un système de particules identiques, nous nous heurtons à une dif- 
ficulté. 

Prenons un système invariant par translation: les états dé particules sont 
repérés par l'impulsion. Celle-ci est conservée à chaque interaction. A la ligne 
@impulsion k est associée l'énergie E, —(k?/2M)—u. Nous voyons tout de 
suite que si le graphe @, que nous voulons évaluer, contient une « partie dia- 
gonale » relative à impulsion k, les quantités E, associées à ces lignes k seront 
les mêmes; nous avons done des identités entre certaines quantités e du théo- 
rème (10), ce qui est contraire à l'hypothèse d'indépendance de la Sect. 1°1. 
En effet dans la formule (10), certains dénominateurs € — & seraient identique- 
ment nuls. N’ayant pu généraliser de façon commode la formule (10) pour 
la rendre directement applicable aux graphes réductibles, nous l’appliquerons 
aux graphes irréductibles d’une théorie des perturbations renormalisée où l’on 
associe à chaque ligne le propagateur complet (8). 


31.1. — Prenons l'exemple du potentiel de Gibbs d’un système de fer- 
mions. Les graphes sont connexes, sans lignes externes, sans boucles; les som- 
mets sont de degré 4. A chaque, sommet est associé un temps u, 0<u<f, et 
à la ligne d’impulsion k joignant wu’ à u est associé le propagateur complet 
Grtu—u'). Cette fonction admet la représentation suivante (?) 


| oile) f(e) exp[—e(u—w')]de, u<u', 
(21)  Gu—u') = 
Je) ft(e) exp[— elu — u')]de, u>, 
avec 
1 1 
(22) FES pri PO GE ri 


o(e)>0 et fest de=1. 

Nous définissons g(e, w—wu’) en rassemblant les égalités (21) sous la forme 
1 1 T 

(23) Eu) 7 fege nude. 


La contribution d’un graphe J" d'ordre n, avec p = 2n lignes fait intervenir 


(8) Voir réf. (23). 
(9) J. M. LUTTINGER: Phys. Rev., 121, 942 (1961). 
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l'expression suivante: 
eB B 
1) = p fau fau <- | dun [I Gru — u’) 
0 0 0 7 


Substituant dans W(1”) les expressions (23) des Gr, il est possible d’intervertir 
l’ordre des intégrations sur les e et sur les w, à cause des propriétés (22). Il suffit 
donc de calculer l'intégrale suivante: 


B 8 
1 
(24) Feed z fa cfa. TI ge, u— u’) 
0 o à 
ce qui donnera pour W{(1 
(25) wir) = fas, woe ep I (EzE +. En) Or (E1) ++ Or, (Ep) + 


Notons que pour les fermions, l’intégrant de (25) est borné par 1 et pour les 
bosons par [I 1/6. 
r 


31.2 — Nous allons maintenant évaluer l'intégrale (24) comme la valeur 
limite de la fonction de p variables réelles Ti, T.,...,T, que nous définissons 
ainsi: 

1 B B 
(26) T(E} Try Toy cs Tr) = F du faus JI gle, u—u'—7+). 
0 


0 
Il est clair que si les ¢ sont bornés, Pintégrant l’est aussi uniformément et l’on a 
(27) TA Si eee) E lim LB it), 
quelque soit la manière dont les + tendent vers zéro. On transforme I(e, t) 


en substituant dans l'intégrale (26) le développement en série de Fourier, de 
période 28, des fonctions g(e, w): 


(28) ge, u) = > (=) exp -7 u 


où la somme porte sur les entiers algébriques J pairs ou impairs suivant qu’il 
vagit de bosons ou de fermions. Comme la série (28) n’est pas absolument 
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convergente, nous utiliserons la somme partielle 


1 
(29) ge, u, L) = > —---- exp[— zu]. 
ul<z E— 
Br=nil 
L'on à 


lim gle, u, L) = gle, 0). 


La convergence est uniforme par rapport à u sur tout intervalle qui exclut 
les points de discontinuité u =0 et ju|—ff de la fonction g(e, u). Nous 
pouvons done intervertir Pordre de la limite sur L, et de Pintégration sur les 
temps u: 


B 


(30) FES ts) = lim = far... … dur [| gle, u—u'— 7, L). 
r 


D'après (29), nous obtenons 


(31) Le, ty, -3 Tp) = lim = du, ..fau, II- Fe — exp[—z(u—u')] = 


EO WL 


=lim > (rns). a exp [u, R,(2)]- 


LS I< 


5 exp [uw Re 1. Jan exp[u,R,(2)] . 


L’intégration sur les # nous donne les n relations de conservation des variables z 
(ou l): 


Ra) = 0, pour tout sommet a de J; 


et nous obtenons pour I(e, t) 


(32) I(e,t) = lim exp ler 


EO I I<, tlie I E—? 


Dans cette expression (32), la somme porte sur les variables J liées par les rela- 
tions de conservation, donc en fait sur p—n--1 variables indépendantes, et 
elle est limitée au domaine 2, |1,|< L, |I,|<Z,..., [l,|<L. Ce domaine est 
un polyèdre convexe de l’espace à p—n--1 dimensions des variables indépen- 
dantes puisque les relations entre les Z sont linéaires. 
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31.3. — La forme (32) se prête à Vapplication directe du théorème de dé- 
composition (10): 


€ i = : : F; 
(33) De ee) 


où . désigne un arbre sur J’ et Z le graphe formé des lignes de J’ qui ne sont 
pas sur Ÿ. 

D'autre part, la somme > et =2,7,-+2,7,-+...+2,7, s'exprime, relativement 
à chaque arbre .«7(xfy… ô), comme une forme linéaire des variables indépen- 


ae 


dantes 2, Zuen Z: 


(34) È a, = BE, +20, t + Te . 


jer 


Nous déterminerons plus loin les formes linéaires T, des paramètres +, pour 
chaque arbre Z. 
A Paide de (33) et (34), expression (32) de I(e, t) s'écrit 


(35) Ie, ty... Tp) = 


= ( x 4) lim exp [Til exp [are] exp [Te] 
fils e — 6] ie ulr t liés Ea — &% Ey — Žu Eg Lo 


N 


I(e, t) se décompose en une somme de termes relatifs chacun à un arbre «7, 
c'est-à-dire à un système de variables indépendantes sur Z”. Puisque la somme 


\ 


sur les 2—xil/B est limitée à un polyèdre G(x, L) comprenant un nombre 
fini de «points» (2,,2,,..., &,) on peut écrire 


2 = 2 


l11<2, l lles Bish, D) 


où D(x, L) est limité par les plans 2, = £ (2), ete., contient done l’ensemble 
des points à coordonnées entières définies par les inégalités 


KAUP Uy very G) |< L, 
Ella vs <E, ete. 


LI<L, |t,|<B, …, ISE. 
La question est maintenant de calculer Ja limite de la quantité 


exp [2T], exp [alu] exp[eT'o] 
GTI) Ea a Ep — Zu Eo — Zo 


(36) I(s7, L) = 


lorsque L augmente indéfiniment. 


144 TRAVAUX DE M. GAUDIN 


Tl suffit de remarquer que I(.7%, L) est une série de Fourier dont les coeffi- 
cients sont à croissance lente au sens de la théorie des distributions (1°). On 
peut dire que I(x, oo) est la transformée de Fourier d’une mesure sur R?-"*? 
a croissance lente (11). On a en effet 


1 1 
i a y — à woe Au 
(2 ZZ JED(L) Ea T a Eg Pe. 
1 


ex + Bl lee F 


‘volume (7, L)<(diamétre de Y)?-"*'- const 


et on peut en conclure (1?) 


(37) I, L) = I(x, co) 


lim 
AD, DSR? 
au sens de l’égalité de deux distributions. Or la transformée de Fourier I(.%/, co) 
est le produit direct (*3) des transformées de Fourier de 1/(e, —2,), 1/(e,—2,), …; 
on en déduit 
(38) IA, 00) = gle, Ty) gle, Tp) +++ Ges To) 
où la distribution g(e, T) a le développement de Fourier (28). Or cette distri- 
bution est une fonction dans tout domaine où les T ne s’annulent pas. 

Rassemblant les égalités (35), (37) et (38) on déduit légalité numérique 
suivante, valable pour les valeurs des Ti, 7,,..., Tp telles qu'aucune des quan- 
tités T' ne soit nulle 


(39) Ile. En Tie T) = D (g i a) (TI gle, T)). 
[s] B 


a EE 


Les conditions de validité de légalité ci-dessus expliquent pourquoi il était 
nécessaire d'introduire les quantités +, afin que chaque terme du second membre 
ait un sens. 


31.4. - Avant d'effectuer sur chaque terme la limite r —0, disons com- 


` 


ment construire les formes linéaires T, associées à un arbre Z. 
Etant donné un arbre (af... 6) et la solution (3) du système linéaire (2), 
substituons 2,, 2,,.…., +, exprimées en fonction des variables indépendantes 


(40) L. SCHWARTZ: Théorie des Distributions, Tome IT, Chap. VII, Th. 1 (Paris, 1960), 
p. 80., 

(11) Voir réf. (10), p. 98, formule VII, 4; 7. 

(2) Voir réf. (1°), p. 111, formule VII, 7; 7. 

(3) Voir réf. (2), Chap. VII, Sect. 8, Th. XIV. 
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P 
dans la somme > z,t; 
jel 


Dar (2,7, +. + ET) + (atte Her) = ET HAT + +27 


e o BTH e 0° 
avec 
| Pa tits te): 
(40) Ptit), 


Avec les règles et les notations de la Sect. 12, on peut énoncer: T, est la 
« somme » des variables + associées aux lignes du cycle (A). t, est précédé du 
signe + si la ligne « est orientée dans le même sens que le cycle (A), précédé 
du signe — dans le cas contraire. 


31.5. — Le passage à la limite + —0. 

Evidemment J(e, t,,..., Tp) tend vers Z(e) quelle que soit la facon dont les 
quantités z tendent vers zéro, d’après la convergence absolue de l'intégrale (26). 
Mais il n’en est pas de même de chaque terme de la somme (39). Le plus com- 
mode pour utiliser ce développement consiste à choisir les t; multiples d'un 
même module 6> 0: 


T; = n0, n; entier algébrique. 


La quantité g(e,, Z,) tend vers f" (e,) ou f (e,) selon que T, est positif ou né- 
gatif, c’est-à-dire suivant que la somme > +n, est positive ou négative (elle 
ne doit pas être nulle). FA 

Supposons que l’on puisse prendre tous les n; égaux à +1 pour toutes les 
lignes du graphe J. La quantité T, est de la forme N,0 où N, est ce que nous 
appellerons «l'orientation totale » du cycle (A): c’est en effet le nombre de 
lignes du cycle (A) orientées dans le même sens que la ligne 7, diminué du 
nombre de lignes orientées dans le sens opposé. Supposons que pour tous les 
arbres possibles sur 7’, les «orientations totales » des cycles soient toujours 
différentes de zéro; alors il n’y a pas de difficultés: pour chaque ligne 2 sur Z, 
on à un facteur f* ou f suivant que l'orientation totale est positive ou né- 
gative. 

Si au contraire il existe des arbres Z, pour lesquels l'orientation totale est 
nulle, alors il faut trouver un autre choix que tous les n; égaux à un, en 
renforçant pour ainsi dire lorientation d’une ligne particulière, c'est-à-dire ea 
lui affectant un nombre entier supérieur à un. Nous montrerons, sur un exemple 
complétant celui qui à été donné dans l'introduction, comment ces règles s’ap- 
pliquent très simplement, pour les graphes d'ordre peu élevé. 
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32 — Règles. — En résumé, nous pouvons énoncer les règles suivantes pour 
calculer la quantité I(e,e,... €p) qui intervient dans le poids associé à un graphe J” 
d'ordre n, de p lignes, irréductible, sans boucle. 


a) Construire la famille de tous les arbres sZ sur I. «7 est un graphe 
connexe, sans cycle, d'ordre n. 


b) Définir l'orientation de chaque ligne de J’, par un nombre entier n, 
de telle sorte que l’orientation totale N de tout cycle sur I’ soit définie, c’est-à- 
dire: N0. 


c) La con‘ribution à I du graphe I est la somme des contributions à 
I(æ) de chaque arbre «7. 


I() est un produit de p —n--1 facteurs statistiques et de n —1 facteurs 
du type 1/(e—- £), appelés dénominateurs d'énergie. 


c.1) A toute ligne e, qui n’est pas sur Z, est associé un facteur sta- 
tistique f"(e,) ou f-(e,), suivant que l'orientation totale N, du cycle (A) défini 
par la ligne À et l'arbre Z est positive ou négative. 


e.2) A toute ligne ¢, qui est sur Z, correspond un état intermédiaire 
et un dénominateur d’énergie de la façon suivante: la suppression idéale de 
la ligne « coupe l’arbre 7 en deux arbres Zt et 77. Les lignes qui joignent 
les sommets de £t à ceux de 7 définissent un état intermédiaire qui com- 
prend la seule ligne « de «7: les autres lignes n’appartiennent pas à Z. Le 
dénominateur d'énergie est la somme des variables correspondant à ces lignes, 
avec le signe + pour les lignes orientées dans le même sens que « et le signe — 
dans le cas contraire. 


d) Ces règles s’appliquent aux graphes avec lignes externes. Il ne faut 
pas tenir compte des lignes externes pour la construction des arbres 7, mais 
elles interviennent par contre dans la définition des dénominateurs d’énergie 
où figure la somme des variables z, relatives aux lignes externes se rattachant 
à Si (ou à WZ). 

e) Le nombre d'arbres sur un graphe /'se calcule de la façon suivante (14): 
on construit la matrice nxn, symétrique, d'éléments non diagonaux a;,;=—-1 
ou 0 selon que 7 et j sont joints par une ligne ou non. Les éléments diagonaux 


sont définis par a,,=— > a,;. Le nombre d’arbres est égal à un mineur d'ordre 
GFE 

n—1 quelconque sur la diagonale principale. Lorsque l’ordre du graphe l’ aug- 

mente, le nombre d’arbres est bien inférieur aux nombres de diagrammes or- 

donnés dans le temps (pour les graphes dont tous les sommets sont de degré 


(4) Voir réf. (4), Chap. XVI, p. 155, Th. 6. 
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4 ou 3 par exemple) pour le degré 4, par exemple, le nombre d’arbres est infé- 
rieur à 4"-1. 


En guise de conclusion, nous constatons que le développement obtenu pour 
le potentiel thermodynamique, par exemple, se présente comme une fonction- 
nelle réelle des densités spectrales o,(e). Nous avons donné le mode de calcul 
du noyau J qui figure dans la formule (25) pour le poids W(P) du graphe T. 
Il serait intéressant de pouvoir écrire 


Wi) => Wi), 
EA! 


où W(.7), relatif à Parbre Z de J’, aurait pour noyau J(./). Mais il faut alors 
donner un sens à Vintégrale sur les e du noyau 1(.2), dont le dénominateur 
peut annuler. On peut sans doute complexifier à nouveau le problème en 
déplaçant légèrement les contours d’intégrations sur les variables «, les uns 
par rapport aux autres. A cause de la structure particulière de I(.27) 


1 
E a eer ae mere A 


où les & ne dépendent que de ¢,, nous pouvons écrire: 


WA) z [ae, … de, fr (3) (4) … fe) (ee) 


O(Ex) o(es) | olea |. 
eee] e 


où l’on à donné un sens à l'intégrale 


ole) 
lee 


dés que les dénominateurs ont une partie imaginaire. On aimerait cependant 
pouvoir exprimer directement W(.7) avec les seules quantités réclles o*(e) 
et P[(de/(e— &)) ole). 


3°3. Exemple. — Contribution du graphe @, (Fig. 6), du second ordre, pour 
le potentiel thermodynamique d’un système de fermions. Le résultat connu 
est le suivant: 


flea) flea) flea) f (e4) — F (e1) F lea) F+ (es) f (ea) f 


T,(€1 828364) = Bons z 2 
1 2 — €g— &4 
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Appliquons les régles de la sect. 3. 
Sur le graphe @,, on peut construire 4 arbres, constitués chacun d’une 
seule ligne. 


00000 


Fig. 6. — Cycle (2): N=— l; cycle (3): N= +4; cycle (4 


Si on laisse Vorientation de chaque ligne de %, telle qu’elle est définie par 
les flèches, on voit qu'il existe deux cycles d'orientation totale non définie: 
les cycles (1,2) e+ (3,4). Si nous renforçons l'orientation des lignes 1 et 3 
(choix arbitraire) en leur associant Vindice n,=2 et n =2, ce que nous pou- 
vons symboliser par deux fléches sur la ligne 1 et sur la ligne 3, nous voyons 
que Vorientation totale de tous les cycles possibles sur €, est définie. 

Les contributions des arbres A, Az, Az, A, S'écrivent respectivement: 


1 
A: -—— f- +(e) f+( 
1 E rm | (€2) f+ (es) f+ (ea) , 
a: t fe fled fH 
2° AE AT E€ E3 Es) 
1 
À: PEU fE (e1) fF(e2) (es) ; 
E3 TE €a Free Ey =E 
sly: H fele) fread fH 
s E + Es — 6) He, “i i £a) . 
Il faut noter que, pour les fermions, la définition (22) de f (e) a le signe opposé 


à celui de la définition usuelle. 
Rassemblant les quatre contributions, on reconnait une décomposition pos- 
sible de la différence suivante: 


f (ex) f (ex) F (es) f (ea) — F (e1) F (ea) FF (es) F (ea) = 


SS f (ex) f (es) f" (ea) + f” (ea) ft (es) f" (e4) = f le) f” (ea) f (e4) = f (ex) FF (es) f (es) . 


L'exemple précédent illustre aussi le cas général où plusieurs lignes joignent 
les deux mêmes sommets d’un graphe. C’est le cas le plus défavorable pour 
ce qui est du nombre des termes. Cependant dans le cas des doubles lignes, il 
suffit de construire un seul arbre, au lieu de deux, et doubler le résultat. Win- 
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tégration ultérieure sur les & et les k permet donc de remplacer J,(s,6,e,e,;) par 


à Files f (ea) fees) 
T E- Ez — Ea — Ea 


avec 


0(e) = (f (e) + f(e)) . 


4. — Application anx intégrales de Feynman. 


Soit J’ un graphe de Feynman irréductible d’ordre n comprenant p lignes 
internes dont les impulsion et masse sont désignées par q, et m,;; Vintégrale 
de Feynman a la forme 


(40) F(T) = fas, e . dtk, II - È- rs P(q) , Im mi < 0, 


gel Gi — Mi 


où les 7 variables d'intégration k,,…., kı constituent un système de variables 
indépendantes sur J’, ou variables de cycle. On a l=p—n-+1. P(q) est un 
polynôme en q,..…, qp- 

Si l’on considère dans (40) seulement l'intégration sur les composantes de 
temps kio, kyo, +, Kro, On à l’analogue de la somme (32) ou plutôt de sa forme 
limite I(e) 


où les variables z, jouent le rôle des variables kjo. 

Nous nous proposons d'employer la méthode de la Sect. 3 pour intégrer (40) 
sur les composantes de temps des 4-vecteurs k, invariance formelle relativiste 
étant provisoirement rompue. Introduisant comme précédemment p variables 
réelles Ti, ..., Tp, on définit l'intégrale de Fourier suivante: 


exp[— igot] 


Em *P(q) - 


(41) Hast) = fauo» Akro TT 


Nous nous limitons dans la suite au cas où, pour des valeurs de q fixés, 
cette intégrale est absolument convergente, (P(q) est de degré inférieur ou 
égal à P). Nous avons donc 


(42) F = fask, … dki J (Gay -3 qo) 
avec 


(43) J(q) = lim J(q, T7). 
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Substituons dans (41) les expressions 


O S E 1 
gem? 2P, do— ek, 
avee 
E= vag + m? 
(44) I(qy 1) = X | dko « dk (TT, EN y: 
{e} 2E, de els 


On a affecté un nombre e, à chaque ligne j et on somme sur tous les 
ensembles de valeur. +1 des s, ce qui est noté par >. 
{e} 
Nous appliquons au produit J] 1/(q,—¢#,) la décomposition donnée par la 
r 


formule (18) dans le cas des graphes avec lignes externes 


(45) We = 5 (TD, a) 


do—EE 17 


où le coefficient D(.7) selon la formule (19) est défini de la façon suivante: 
D(A) est la valeur du produit [Į 1/(qa— £E.) lorsque l’on à exprimé les quos 
F7 


«es, en terme des paramètres Eq, définis sur Z, et des variables q, des lignes 
externes. 
On peut donc écrire 


(46) In = 2 2 PL) (g 5%) Iq, T; f) 


Z 
avec 


€ exp|— iq T 
(47) Ig, T; of) = | diy deo PO: TT 99 Pian, 


Les T,, définies pour chaque arbre 7, sont les formes linéaires des t construites 
à la Sect. 31.4 et données par la règle (40). 

Sans répéter le raisonnement de la Sect. 31.3, nous considérons l’expres- 
sion (47) comme la transformée de Fourier de la fonction continue à crois- 
sance lente P(q)x][]1/(q.—e,). Nous choisissons comme variables d’inté- 

B 


gration, au lieu des kyo, ..., Kio, les variables de cycles définies par Z qui sont 
Gor Gor) Up: Dans tout domaine excluant les plans T,=0, T,=0, ete., la 
distribution 

+O +o 


é, exp [— iqa, T 
(48) ffan, ds Ado, Plah e la) 3E, pi. al 
À, 2 43 


—O =o 
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est égale à la fonction 


(49)  (2xi)' IT (sa) -exp [~ i(B Talt +, TD]: 
“PQ, =F EE) Vn, T E E 


TEE 


où les s ont le signe du T, correspondant. 

Nous avons vu ensuite, 81.3, qu’il était possible de faire tendre les t; 
vers zéro, de sorte que les T, gardent un signe déterminé par ce que Pon a 
appelé Vorientation totale du cycle (4). Les s qui interviennent dans (49) 
ont donc ur signe défini par cette orientation (signe de l’entier N, de la Sect. 31.5. 
Nous avons done pour (46), à la limite t= 0 


1 
(50) J(q) => (2201)? > by D(A) (Hox ) ‘P(e, Eo, nwy £o Ea) k 
{ea} LA] A a 


Sommant sur les &,, «es: 


(51) J(q) = (ri F = eesti 
g 28, 


2 2 
LZIN Ja Ma 


où dans [] (¢2— m) et dans P, les q,, xE sont exprimés en fonction 
a 


des q, indépendents, 2e Z, et des variables externes. Introduisons les fonctions 


1 
€ + 2 2) — . . . LE HN. 
(52) Bò —m*) = y p BF Ba) 


L'expression (51) s'écrit sous la forme 


a 


1 
(53) J(q) = Ci) > fac w+ Aoo (IT, 5 x) Oda) Òl — mi) P. 
S wt | Ma] B 


Comme F, à une partie imaginaire non nulle, il faut entendre l'intégrale (53) 
dans le sens donné par (51). L’expression finale invariante de l'intégrale de 
Feynman est la décomposition suivante: 


1 
64) F=> Caipas … db, (11 T Jar 0°(qo) d(g®—m°))-P , 


Lo] r — m? 


d’où la règle, pour chaque arbre æ sur I 


a) associer un facteur 0°(q)ô(q? — m?) pour chaque variable indépendante 
déterminant un cycle d'orientation totale e: 


b) associer un facteur 1/4? — m? à chaque ligne de +. 
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son aide critique, ainsi que L. PICMAN pour de nombreuses conversations. 


RIASSUNTO (*) 


Facendo uso di una identità algebrica, si decompone in frazioni parziali il prodotto 
di propagatori associato con le linee di un dato diagramma della teoria delle pertur- 
bazioni. Cid permette in meccanica statistica una somma sistematica sulle variabili del- 
l’energia di un diagramma. Il risultato è una somma di termini, ciascuno dei quali corri- 
sponde ad una delle «ramificazioni » in cui i] diagramma può essere scomposto. 


C) Traduzione a cura della Redazione. 


Systèmes intégrables 
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Thése soutenue le 21 novembre 1967 (Université Paris): 


Etude d’un modèle à une dimension pour un 
systeme de fermions en interaction 


Résumé. — On étudie un modèle à une dimension pour un système quantique de fermions en 
interaction attractive ou répulsive dans un volume donné. L’ensemble des niveaux d’énergie et 
des états propres du système est déterminé exactement. La connaissance du spectre est surtout 
appliquée à Pétude du gaz attractif, intéressant par la présence de “paires” ou états liés à 
deux particules. On peut décrire ce système comme un gaz de “deutérons à une dimension” qui 
possède quelque ressemblance avec un système de bosons. Quelques propriétés extensives de l’état 
fondamental sont données, comme l’énergie en fonction de la densité et de la magnétisation totale, 
pour une valeur de la constante de couplage. Les propriétés analytiques de la fonction énergie 
sont étudiées sans être complètement élucidées. On aborde enfin les excitations élémentaires du 
système et on établit la courbe de dispersion d’une excitation de type phonon. 


Abstract. — The subject of this thesis is a one-dimensional model for a quantum system of 
fermions with attractive or repulsive interaction. The eigenvalues and eigenfunctions of the 
Hamiltonian with periodic boundary conditions are exactly determined. The knowledge of the 
spectrum is essentially applied on the study of the attractive gas, characterized by the presence of 
“pairs” or two particles bound states. This system can be described as a gas of “one dimensional 
deuterons”, which has some analogy with a boson gas. Some extensive properties of the ground 
state have been discussed for example energy as a function of the density and magnetization, 
for all the values of the coupling constant. The analytic properties of the energy function are 
studied, but not completely resolved. Finally, the elementary excitaions of the phonon type are 
considered and the dispersion curves are given. 


DETERMINATION DU SPECTRE D'ÉNERGIE 


1. Introduction 
L'objet de cette étude est un modèle à une dimension pour un gaz quantique de particules en 


interaction dans un “volume” donné. Sa définition tient en une phrase : il s'agit d’un système 
de N fermions de même masse, à deux états internes, en interaction 6 sur un segment de 
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longueur L. Ce modèle précis a déjà été considéré par plusieurs auteurs (1) en particulier par 
Mc Guire [1] sous la forme définie ci-dessus et par Bychkov, Gorkov et Dzyaloshinski [2] dans 
un contexte plus général. Ce gaz de Fermi à une dimension possède une réelle simplicité qui 
le rend abordable directement, et il contient cependant les éléments de modèles réalistes où 
interviennent à la fois les notions de masse, de spin et d’interaction à deux corps. Notre but 
est de donner ici des résultats exacts concernant la détermination des fonctions d’onde et des 
niveaux d'énergie de ce système [26], pour toute valeur des paramètres, nombre de particules, 
volume de la “boîte”, intensité de l'interaction. C’est une première étape. Un exemple de 
problème analogue est celui de la chaîne linéaire d’atomes de spin 1/2 traité par Bethe [3] en 
1931 ; la première étape de la solution de Bethe consiste en ceci : la chaîne possède 2% états 
quantiques. L’Hamiltonien est une matrice 2 x 2" et Bethe ramène le problème des valeurs 
propres à la recherche des solutions de N équations algébriques couplées. A la limite d’un 
système infini c’est presque franchir le pas qui sépare le continu du dénombrable. 

La seconde étape consiste à tirer parti de ces équations couplées pour en déduire les pro- 
priétés de l’état fondamental, des premiers états excités, ou peut-être même des fonctions de 
corrélation ou des grandeurs thermodynamiques. Pour reprendre l’exemple de la chaîne li- 
néaire de spin, Bethe et Hulthen [3,4] purent donner explicitement l'énergie du fondamental 
et trente ans plus tard des Cloizeaux et Pearson [5] ont obtenu la loi de dispersion de l’onde 
de spin antiferromagnétique. On a pu faire de même pour la chaîne linéaire anisotrope [6,7] à 
cause de la simplicité des équations intégrales obtenues en ces cas. Pour notre problème, nous 
n’avons pu aller aussi loin, bien que l’analyse ou le calcul numérique permettent aussi, mais à 
plus grand effort, d'extraire des informations intéressantes sur les premiers états. Par exemple, 
dans le cas du gaz linéaire de bosons de Lieb et Liniger [8], il est difficile d’extraire d’une équa- 
tion intégrale d'apparence anodine, la singularité de l’énergie du fondamental en fonction de la 
constante de couplage. Nous avons rencontré un obstacle semblable. Quant au calcul exact des 
fonctions de corrélation ou thermodynamiques, il paraît très difficile dans tous les cas évoqués : 
on n’a pas réussi à calculer la norme des fonctions d’onde données explicitement par Bethe, en 
ce qui concerne la chaîne de spin. 

Il existe deux exemples, de natures très différentes, il est vrai, de gaz linéaires de fermions 
sur lesquelles on ait obtenu des résultats exacts. Le premier est le modèle de Luttinger [9] 
complètement résolu dans le cas infini par Mattis et Lieb [10]. C’est un système de fermions 
de deux espèces où l’interaction à deux corps de forme arbitraire n’existe qu'entre particules 
d’espèces différentes, mais où la partie cinétique ne peut décrire des particules massives et 
n’est pas bornée inférieurement. Lorsque le système est actuellement infini, il peut être décrit 
comme un système de fermions de type “trou” et de type “particule” dont l'interaction engendre 
un champ de bosons. Il est alors équivalent à un système de quasi-particules et de plasmons 
indépendants. Outre la différence essentielle entre système fini ou infini que manifeste ce modèle 
de Luttinger, le résultat important est que la surface de Fermi peut disparaître si l'interaction 
attractive est assez intense. 

Le second exemple connu a déjà été considéré par Lieb, Schultz et Mattis [11], et Katsura [12], 
puis par Des Cloizeaux [13] en utilisant les résultats exacts du problème de la chaîne linéaire 
magnétique anisotrope dont dérive le modèle en question. L’Hamiltonien décrit l'interaction de 
fermions sans spin dans une bande. Il est intéressant d’une part d’avoir pu obtenir une expres- 
sion analytique de l'énergie par particules au voisinage de l’origine dans le plan de la constante 
de couplage, et de mettre en évidence une sorte de transition pour une certaine valeur de celle- 
ci. D’autre part, la comparaison du résultat exact avec le résultat des méthodes variationnelles 


(*) Après le dépôt de cette thèse, nous avons eu connaissance des travaux cités en références [27] et 
[28]. 


MODELE A 1D POUR UN SYSTEME DE FERMIONS EN INTERACTION 157 


usuelles est instructif quant à la validité de ces méthodes (Hartree ou Bogoliubov). 


Par conséquent, au-delà de l'intérêt formel que présente la solution d’un problème à N corps, 
on peut reconnaître dans les précédents modèles les points de contact avec la théorie usuelle 
des systèmes de Fermi. Qu’en est-il dans celui-ci ? 


Le premier point de contact est avec la théorie du ferromagnétisme pour illustrer le théorème 
de Lieb et Mattis [14] sur le classement des niveaux par la valeur du spin total. Le second est 
avec la théorie de la superconductivité [2] pour éprouver les méthodes d’approximation sur le 
cas à une dimension. Reconnaissons tout de suite que l’étude de ces questions constituerait une 
suite à ce travail dont le plan suivant indique la consistance propre et fait connaître les limites. 


Les sections 1 à 3 sont consacrées au rappel des résultats connus sur le problème des particules 
en interaction 6 et sur la question de la symétrie de la fonction d’onde d’un système de fermions 
à spin. Dans les sections 4 à 5, le problème spécifique que nous traitons ici est posé ; ceci donne 
lieu à deux types de conditions : les conditions de symétrie et les conditions aux limites. La 
solution est établie par une méthode algébrique dans les sections 6 à 9 où nous suivons la voie 
inductive. Les diverses propositions utiles sont établies en appendice. Les équations couplées 
qui déterminent le spectre et les fonctions d'onde du système sont étudiées dans les sections 10 
à 11. Leur interprétation conduit à traiter les questions suivantes : correspondance biunivoque 
des états avec ceux du système sans interaction, nombres quantiques, caractère complet de la 
solution et dénombrement, analogie statique et principe variationnel. 


La section 12 étudie la nature du gaz attractif qui se présente d'abord comme un gaz de 
paires de fermions liés, à la manière d’un gaz d'hydrogène. L'état lié des paires est dû au 
potentiel attractif 6, capable de lier deux particules dans l’état singuler, et ceci n’a aucun 
rapport avec le phénomène de Cooper. Le problème de la forme de la surface de Fermi, c’est-a- 
dire de l’occupation des états d’impulsion n’est pas abordé, faute de savoir calculer la matrice 
densité à un corps. 


A titre de test, on effectue section 13 un développement des équations couplées au second 
ordre en V et on compare le développement de l’énergie obtenu dans certains cas particuliers 
à celui que donne la méthode de perturbation. 


Les sections 14 et 15 sont consacrées à l'étude de l’état fondamental dans le cas attractif, 
à la limite du gaz infini. La détermination des nombres quantiques est faite en suivant une 
méthode intuitive ; puis on passe à la limite thermodynamique. L'énergie par particule dépend 
alors de la solution d'équations intégrales de simple apparence, mais assez difficile pour nous 
empêcher de conclure sur la question de l’analyticité de l'énergie en fonction de la constante 
de couplage. Cependant le problème est mathématiquement bien posé. La solution donnerait 
une indication sur l'instabilité de l’état de Fermi en présence d'une légère perturbation. Une 
solution numérique de ces équations est possible. On a ainsi pu montrer que l'énergie à densité 
donné décroissait avec la magnétisation du système. 


Le cas répulsif a été abordé section 16 mais il est paradoxalement plus complexe que le cas 
attractif. Enfin, la section 17 traite de la détermination du spectre des diverses excitations 
élémentaires du gaz attractif : excitation de type phonon, due au fait certain que ce gaz de 
paires ressemble à un gaz de bosons ; excitations de spins 0 et 1, dégénérées en énergie, dues 
à la dissociation d’une paire, ce qui donne lieu à une lacune entre l'énergie de cette excitation 
et le fondamental. 


Les sections 12 à 17 sont donc une étude de quelques propriétés du système considéré comme 
un modèle de système physique à un grand nombre de particules. Ces propriétés sont fondées sur 
un ensemble de résultats rappelés ou établis dans les 11 premières sections et dans l’appendice, 
ensemble que nous abordons maintenant. 
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Il résulte de la définition du système que l’Hamiltonien peut être écrit de la façon suivante : 


2 


N 
ð 
H=- Daa t WS ei — 23), (1.1) 
i=1 


t i<j 


le nombre x; étant l’abscisse de la particule i sur le segment [0, L]. L’intensité du potentiel à 
deux corps est 2V ; celui-ci est attractif ou répulsif suivant que V est négatif ou positif. 
L’équation de Schrödinger pour la fonction d’onde générale d’énergie E 


Hy = Ew (1.2) 


n'a de sens que si Ÿ est dans la classe des fonctions continues ; les dérivations et l’action du 
potentiel singulier 6 sont alors bien définies au sens des distributions. 

On sait construire les états de diffusion, donc la matrice de collision, et par prolongement 
analytique sur V les états liés d’un systéme de particules évoluant sur un axe indéfini sous 
l’action de l’Hamiltonien. 

Mais le problème que nous nous posons est relatif à l’introduction du “volume” nécessaire à 
l'étude des propriétés extensives du système à densité fixée. Une méthode classique consiste à 
imposer les conditions aux limites périodiques. Cette méthode revient à traiter exactement le 
problème de particules en interaction 6 sur un cercle de longueur L. 

Lieb et Liniger [8] ont étudié le modèle correspondant à un système de bosons répulsifs. Ces 
auteurs ont donné la solution complètement symétrique de l'équation de Schrödinger associée à 
VHamiltonien H, (1.1), avec les conditions de périodicité L. En ce cas la méthode de construc- 
tion de la fonction d’onde est semblable à celle que Bethe [3] employa pour la chaîne linéaire 
magnétique. 

Dans le cas du système de fermions qui nous occupe, Mc Guire [1] a donné la solution 


correspondant au spin total S = 5 — 1, où il suffit de considérer une seule particule de 


composante magnétique de spin —1/2 en interaction avec les (N —1) particules de composantes 
+1/2. Il a donc construit la fonction d’onde d’espace ayant le type de symétrie du diagramme 
d’Young à deux colonnes de longueur respective (N —1) et 1. L’étape suivante est la solution du 
probléme de fermions pour un spin total quelconque, que nous abordons ici. Plus généralement, 
il s’agirait de fabriquer toutes les solutions périodiques ayant un type de symétrie défini. 

Cette étude est basée sur le résultat fondamental suivant, en quoi réside la simplicité de 
VHamiltonien (1.1), résultat donné par Mc Guire et démontré récemment par Zinn-Justin et 
Brézin [15]. 

Le domaine de variation de l’ensemble des N coordonnées x; se divise naturellement en 
secteurs : un secteur est défini par un certain classement des points x;, il est donc associé à 
une permutation o d'ordre N telle que 


O : Loi < Lo2 < °° < LoN: 
Il existe N ! solutions élémentaires indépendantes de l’écuation 
Hy = Ey, 


associées chacune au même ensemble de N nombres complexes k1, ko, …, kn, distincts ; dans 
chaque secteur ø, ces solutions sont des superpositions d’ondes du type 


exp i(kpyt) + kpotg +--+ + kpNTN) 
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ou P désigne une permutation d’onde N. Nous avons appelé “solution élémentaire”, une solu- 
tion de l’équation (1.1), de symétrie indéfinie, quel que soit son comportement à linfini. 

Le résultat précédent, dont nous rappellerons le principe de démonstration 4 la fin de la 
section 3, admet une interprétation simple dans l’analogie optique suivante [1] : une onde 
plane incidente, dans un espace à N dimensions, est transmise et réfléchie par un ensemble 


1 
de a (N — 1) lames minces identiques, confondues avec les plans bissecteurs des plans de 


coordonnées. Dans chaque secteur, espace limité par (N—1) lames, on obtient une superposition 
de N ! ondes planes réfractées dont les vecteurs d’onde sont déterminés par les lois de l’optique 
géométrique ; mais les relations de phase à la traversée des lames sont telles qu’il n’y a pas 
d’onde diffractée supplémentaire. 


2. Spin total et type de symétrie [14] 


L’Hamiltonien H commutant évidemment avec le spin total, il s’agit de construire les fonc- 
tions d’onde de spin S, de composante magnétique M, antisymétriques dans l'échange de 
particules 1, 2, ..., N. Comme H est indépendant des variables de spins, la fonction d’onde 
DM (£1, Si ; Ta, S2; ..3 tN, Sn) qui dépend des N coordonnées x; et des composantes de 
spin S; (M = Ñ. S;), peut être décomposée sur la base complète des fonctions de spins x#" 
appartenant au spin total S, et repérées par l'indice T : 


yee 5 Sora, T2, ve rN) xa” (Si, So, a. Sy). (2.1) 
F 


Or, les fonctions de spin S pour N particules de spin 1/2 sont déterminées par les divers 
tableaux d’Young formés avec le même diagramme à deux lignes de longueur respective v = 


1 1 
aN + S et à — 3N — S. L’antisymétrie totale de 9°" dans léchange des N indices de 


particules, impose alors que la fonction d'onde d'espace yÊ ait la symétrie complémentaire de 
x? c’est-à-dire celle du diagramme d’Young à deux colonnes de longueur v et P. 
La séparation des variables d’espace et de spin ainsi achevée, nous sommes amenés à chercher 
les solutions de l'équation : 
Her = Epr (2.2) 


ayant la symétrie du diagramme à deux colonnes v et P. Il suffit d’obtenir les solutions de 
l'équation (2.2) pour un seul tableau T, les autres s’en déduisent par l'application de permu- 
tations. 

Nous choisissons alors comme tableau T celui dont la première colonne est occupée par les 
variables 41, £2, …, Zp, et la seconde par les variales %,41, t,42, …, æn. Les conditions 
suivantes sont nécessaires et suffisantes pour que la fonction yr ait le type de symétrie T. 

a) y est séparément antisymétrique dans les variables des deux colonnes. 

b) y ne peut être antisymétrisé par rapport aux (v + 1) variables 21, £2, ..., Zu et x,+1. 

Si l’on désigne par (ij) la transposition qui échange les variables x; et zj, la condition b) 
s'écrit : 

(a, v+1)+(2, v+1)4+---+(, v +1) —1]p(x1, 22, ..., rv) = 0 (2.3) 


A cause de l’antisymétrie dans les variables de la seconde colonne cette condition est équi- 


valente à l’une des suivantes : 
[Ee a) — ] p=0 (2.4) 


i=l 
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quel que soit l'indice a supérieur à v. Nous appellerons conditions de symétrie les conditions 
a) et b) sour la forme (2.4). 


3. Forme générale d’une solution élémentaire 
Précisons ici la forme d’une solution élémentaire de l’équation 
Hy = Ep (3.1) 


D'une part, dans chaque secteur o (défini dans l'introduction), vérifie l'équation des parti- 
cules libres 
X ay 
j=l T; 


puisque o est un domaine ouvert dans lequel le potentiel est nul. 

D'autre part, les restrictions de y à deux secteurs voisins obéissent à des conditions de raccor- 
dement à leur frontière commune. Deux secteurs sont dits voisins, s’il existe une transposition 
de deux variables voisines qui fasse passer de l’un à l’autre. Prenons par exemple les secteurs 
voisins 

O : TA <Tu << Ta LTL 
et 
(HOT : £y SERRE Da DR <L (3.3) 


où Ta et zg sont des variables voisines dans ces deux secteurs. 
Les conditions de raccordement comprennent 


a) la condition de continuité 


Po le = P(a8) | (3.4) 


Ta=T8 ? 
nécessaire pour que le produit ô (x, — rg) y soit défini. 


b) la condition sur la dérivée normale à la frontière commune des deux secteurs, obtenue 
par intégration de l'équation (3.1) sur la variable relative £a — Tg : 


ð ð 
(=- =) (Prape — es = 2V ys a (3.5) 


L’équation de Schrödinger (3.1) est équivalente à l’équation (3.2) augmentée des conditions 
(3.4) et (3.5). 


Nous fondant sur le théorème énoncé dans l’introduction, une solution élémentaire associée 
à une suite donnée de N nombres kı, k2, ..., kn, a la forme suivante dans chaque secteur o : 


N 
Yo = D Ac{P} exp {i kpt; $. (3.6) 
P j=l 


Les coefficients A,{P} dépendent donc de deux permutations d’ordre N : ø et P. Les équa- 
tions (3.2) sont vérifiées si l’on choisit l’énergie E 


N 
E= k (3.7) 
gel 
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Les équations (3.4) et (3.5) sont équivalentes aux équations de passage 


V 


a (kpa E kpg) (8) 


V 
Alado {P} = Ao {P +) + Art Pla 
ape tP} = AP} (1+ EG ) + {Pa} 
valables quels que soient g, P et 7 tels que 
a=oj B=o(j+l), 1<j<N-1 


Le fait essentiel est la compatibilité du systeme homogéne (3.8). Une fois celle-ci établie, la 
donnée de y dans un seul secteur détermine la solution dans tout secteur voisin et de proche 
en proche dans tout secteur. Nous choisirons le secteur initial de définition de y de façon a 
exprimer le plus simplement possible les conditions de symétrie. 

Terminons cette section en rappelant brièvement le théorème de Brezin et Zinn-Justin [15] 
qui fonde le résultat énoncé dans l'introduction, c’est-à-dire qui démontre la compatibilité des 
équations homogènes (3.8). 

Considérons les coefficients : 

a {P} = As {Por 


comme les composantes d’un vecteur a’, élément d’un espace vectoriel à N ! dimensions. Les 
relations (3.8) expriment qu'il existe une matrice BU» J+") indépendante de ø, telle que l’on 
ait : 


On démontre alors que les (N — 1) matrices BO J+!) forment un ensemble de générateurs 
d’un groupe de matrices isomorphe à la représentation régulière du groupe des permutations 
d'ordre N. On a l’équivalence : 

ANS RO) 


Chaque vecteur a” associé à un secteur o est donc déterminé de façon unique et cohérente 
par la donnée d’un seul vecteur a°° : 


—1 
a° = B°°0 af’. 


Selon l’isomorphisme la matrice B77 " est définie et construite à partir des générateurs 
BU» 5+1) comme la permutation ao)! l'est à partir des diverses transpositions (i, i + 1). 
P 0 


4. Les conditions de symétrie 


4.1. EXPRESSION DES CONDITIONS. — Le choix du secteur initial co suffisant pour définir la 
fonction d'onde y est pratiquement déterminé par le tableau d'Young T : ¢ est antisymétrique 
en £1, £2, …, Zy et en Ly41, v42; …, ZN- Or le potentiel 6 n’agit pas entre paires de particules 


antisymétriques. Il en résulte que si deux secteurs voisins diffèrent par l'échange d’une paire de 
variables de la même colonne de T, les fonctions 4 restreintes à ces deux secteurs ont la même 
forme analytique. Soient x, et tg, deux variables d’une même colonne de T, voisines dans le 
secteur © ; l’antisymétrie implique 


Po (... La, LB; 5) = —P(aB)o (... TB, La, a) . (4.1) 


c'est-à-dire, d’après (3.6), 
Ag{P} = —A(ag)s{P(aB)} (4.2) 
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et l’on déduit des formules de passage (3.8) 
A,{P} = A(ap)o{P}, (4.3) 


c’est-à-dire l'identité des fonctions y dans les deux secteurs voisins. 

Il est alors naturel de prendre pour oo un secteur où toutes les variables de chaque colonne 
soient voisines. De plus, le résultat (4.3) permet d'identifier les secteurs différant seulement 
par l'échange de paires voisines d’une même colonne. Le secteur initial op est ainsi défini : les 
variables de la seconde colonne y précèdent celles de la première colonne. 

Nous avons donc : 


Oo : B41 < Ty+2 L'e LTN LT LT << Ep. (4.4) 


Nous appellerons aussi go tout secteur qui se déduit de (4.4) par une permutation Q laissant 
globalement invariante chaque colonne de T. Nous écrirons Ag{P} le coefficient Asg {P} relatif 
au secteur initial. D’après (4.2) nous avons : 


Ao{PQ} = I(Q)Ao{P}, (4.5) 


où I(Q) est le signe de la permutation Q. 
Il sera commode de noter le coefficient Ap{P} sous la forme 


Ao{P} = (Pi, Po, o P|P(v +1), n Pw), (4.6) 


où sont mis en évidence deux groupes d’indices tous distincts séparés par une barre. Le premier 
groupe et le second groupe indexent les k associés respectivement aux x de la première colonne 
et de la seconde colonne de T, comme on le voit sur le développement (3.6) de y dans le secteur 
co. D’après (4.5) le coefficient (ay ... 6] Au ... p) est antisymétrique dans les indices du premier 
groupe et dans les indices du second. 

Nous sommes en mesure d'utiliser la condition de symétrie (2.4) : 


v 
DORE v<a<N. (4.7) 
w=1 
où a est une variable distinguée de la seconde colonne. Il suffit de considérer seulement la 
restriction de l'équation (4.7) du secteur go : en effet, le premier membre de (4.7) est aussi une 
solution élémentaire de l’équation de Schrödinger ; d’après les formules de passage (3.8) elle 
est nulle dans tous les secteurs, si elle l’est dans un seul. 

Pour obtenir la restriction à a de (aX)y, il nous faut obtenir celle de y au secteur o ainsi 
défini 

OX : Luş L LEN LT L'i SEQ L Ta L Tatl << Tv. (4.8) 


Si nous appelons A, {P} les coefficients de y dans le secteur o), nous avons dans 0 : 


(aà) = XO A {P}exp ip- kp, tate tkp, a+] 
P 


N (4.9) 
z 5 Ay{P(ad)}exp 4 i De kp, £j 
P j=1 
La condition (2.4) s’écrit donc : 
Sy = $ A1{P(aX)} — Ao{P} = 0 (4.10) 


A=1 


pour tout P et tout indice a supérieur à v. 
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4.2. CALCUL DES COEFFICIENTS A). — Nous sommes amenés au calcul des coefficients A) {P} 
relatifs au secteur g) défini au paragraphe précédent. Le calcul est effectué en appendice et la 
proposition I nous donne le résultat suivant 


À 
1 
A {P} = AofP}tPp,PTP,P,  TP,P, + XO Ao{P(au)}tP,P%P,P; + DP, Py PoP,’ (4.11) 
a H 


pol 
où l’on a posé 
Tag = 1 + ud (4.12) 
Le i (ka — kg) | 
ou encore dans une notation condensée 
1 tke 
ag =1 3 ETS À 
Lap + di as — (4.13) 


La connaissance des A, permet alors le calcul de la somme S,, formule (4.10), et le résultat 
fait l’objet de la proposition II démontrée en appendice. 
Nous obtenons alors en fonction des coefficients Ag{P} relatifs au secteur initial : 


Sy = —Ao{P}xp,p,Xp,p, e. P,P, 
+Apo {P(al)} xp, p, Up, P a TPP, (4 14) 
+AÁo {P (a2) } up, P, £P, Ps ws TP P, | 
+Ao{P(av)}xp, p, . EP, P, 1 TP, Pa 


Appelons €,41 l’ensemble des v + 1 indices distincts Pa, P1, P2, ..., Pv ; 
Définissons des quantités Y;(€) associées à l’ensemble € 
YE) = [[ r tee 
jEE 


La condition de symétrie (4.14) prend la forme 


— Ao{P}¥p, {E} + > Ao{P(ad)}¥p, (E) = 0 (4.15) 
A=1 
Si nous remarquons que les indices Pa, Pi, .... P, peuvent être un ensemble quelconque de 


v +1 indices distincts variant de 1 à N 


Cori = {p, a, 8, J e 6}, 


Nous obtenons une écriture plus explicite de la condition de symétrie à l’aide de la nota- 
tion (4.6) : 
—(aBy … 6| … p ….)Y,(€) 
+(pBy … 61. a Ve (€) 
+(apy … 6] … B ...)¥e(E) (4.16) 
+ eee 
+(aBy ... pl .. d..)¥5(E) = 0 
L’antisymétrie des coefficients Ag dans les deux groupes d’indices et les équations homogènes 
(4.16) expriment complètement que la fonction d’onde y a le type de symétrie du tableau T. 
Les conditions (4.16) généralisent simplement les conditions de symétrie du tableau T pour 
les coefficients de la fonction d’onde du système de particules sans interaction. A la limite 
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V =0, tous les nombres Y sont égaux a 1. Rappelons la méthode constructive utilisée en ce 
cas pour obtenir les solutions du système (4.16). Prenons l'exemple N — 2v, S = 0. 
Appelons q} qi 43 92 … 4747, les N nombres k : ils sont repérés par deux indices 


keq, sis Ho = +1. 


Partons d’une solution élémentaire à un seul terme 


v 
exp 4 iX q} tj +4} trj 
j= 


Symétrisons par rapport aux v lignes du tableau T, nous obtenons 


v 
{o;=+1} j=l 


Antisymétrisons par rapport aux xj, 1 <j < v, et par rapport aux 2,4;,1 <j < v, pour 
obtenir la fonction d'onde de symétrie T : 


>D det |exp {i45 ze} | x det lexp (ig; ze} 


(4.17) 
{oj=+1} 

On voit sur (4.17) que les coefficients A{P} non nuls sont du type suivant 

Vv 
(qf? qe? PE VAAI 9p? sam a) = (P) II 0; (4.18) 
j=l 
ot P désigne la permutation 

> Gio G E G ) l 

q 4 u a Ge 


Il en résulte que dans ce cas particulier, les sommes (4.16) sont nulles et ne comprennent 
que deux termes opposés. Par exemple, prenons : 


Ena = À D d'a) 


on obtient pour le premier membre de (4.16) : 


(atat -atlara 4) 
— (q a} -alata a7) 
— (ata … gta az g7) 

te termes identiquement nuls 
—(qtay -qz latay a) 


ce qui est nul d’aprés (4.18). 
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5. Les conditions aux limites 


5.1. NATURE ET COHERENCE DES CONDITIONS AUX LIMITES. — Les particules du systéme 
étant confinées sur le segment (0, L], existe-t-il des fonctions d’onde du type (3.6) qui vérifient 
les conditions aux limites suivantes : 


Y |z;=0 =Y|ej;=1 , quel que soit j ? (5.1) 


Exprimons d’abord cette condition “dans le secteur co”. Distinguons suivant que x; appar- 
tient à l’une ou l’autre colonne : si v <a < N, x, est une variable de la seconde colonne. Le 
domaine 

Ta < Zy L< LIN LTI ITL- <Ty 


est dans co, d’après la définition (4.4) et la remarque qui la suit. 

Par conséquent, |s. =0 est défini dans oo, tandis que w|.,-r est défini dans le secteur 
que nous avons appelé o, (pour un indice a donné). La condition (5.1) nous donne la relation 
suivante entre les coefficients de y 


Ao{P} = A {P} trat, (5.2) 


Inversement les équations (5.2) entraînent (5.1) restreint à oo, et même un peu plus, car elles 
permettent “d'identifier” op) et o,. On a en effet légalité : 


lra Lay ON) = DT, …, Ta + L, ... oN), 


dans le domaine 
O < Ta < Typ EN ITIL LTr < L. 


De même, si x, est une variable de la première colonne (1 < b < v) on voit que y |v,=0 est 
défini dans le secteur que nous appelons øp (pour un indice b donné) 


Op > Ta < Typi S'e IL TN L Ti Lte K Tpi < Topi Kc << Ly ; 
ce qui nous donne la condition 
AofP} = A;{P}e aL, (5.3) 


Les conditions (5.2) et (5.3) expriment la restriction de la condition (5.1) au secteur ao. 

Montrons maintenant qu’elles entrainent les relations (5.1) dans tous les secteurs. 

Soit To un secteur quelconque où Ta est à l’origine. Le secteur où x, est envoyé en L, sans 
changement des autres variables est le secteur 7, avec 


Ty = TC (5.4) 


où C est la permutation circulaire (12 ... N) ; 
On a donc aussi 
Tu = ToC. (5.5) 


Or, il est clair que l’on passe du secteur go (avec £a = 0) au secteur To (£a = 0) , par un produit 
de transpositions successives entre voisins qui ne portent jamais sur la variable x, ; appelons 
T cette suite de transpositions : elle permet aussi de passer du secteur g, au secteur 7,, où la 
variable x, reste en L. 
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Or, d’après les formules de passage (3.8), les coefficients An {P} dans le secteur To sont une 
forme linéaire des Ajp{P} dans le secteur co 


Ar{P} = Ÿ_B(P, P')Ao{P'} (5.6) 
= 


où la matrice B(P, P') ne dépend que de la suite de transpositions T : par récurrence on voit 
que les permutations P’ qui interviennent dans la somme (5.4) sont de la forme : 


P’ = P x produits de transpositions extraites de T. 


On a donc les deux conséquences suivantes : 
e d’une part 
As {P}=Y:B(P, PAP} 
P' 
puisque la suite 7 permet aussi de passer de o, à 7,. 
e d’autre part, pour les permutations de l’ensemble P’ on a 


P, =P! 


puisque les transpositions de 7 laissent x, invariant. 
On déduit des relations (5.2), (5.4), (5.5) et (5.6) et des remarques ci-dessus : 


An {P} = An {P}e rt., (5.7) 


c’est-à-dire que la condition (5.1) est réalisée dans tout secteur 7 si elle l’est “dans ap”, c'est-à- 
dire si elle prolonge op dans les secteurs a, (et op) obtenus en envoyant une variable arbitraire 
de la seconde colonne (ou de la première) d’une extrémité à l’autre du segment [0, L]. 

Les conditions (5.3) et (5.7) expriment donc que la fonction est L périodique dans toutes 
les variables. 


5.2. EXPRESSION ALGÉBRIQUE DES CONDITIONS AUX LIMITES. — Connaissant la forme gé- 
nérale des coefficients A,{P} donnée en appendice, proposition I, l'équation (5.2) s’écrit 


(TP, P, TP, Pz a OPP, —e rab) Ao{P} 


1 


RCE “0 (5.8) 


Vv 
+ VS Ao{P(ap)}xp, p, 2p, P3 + TPP, 
u=1 
Cette équation doit valoir pour toute permutation P et tout indice a, v <a < N. 
Appliquons la successivement pour les permutations 


P, P (a1), P (a2), ... P (av). 
Compte-tenu de la relation (4.5), nous avons 
Ao{P(aX)(au)} = Ao{P(an)(au)} = —Ao{P(au)} 


et nous obtenons les v équations, 1 < À <v: 


1 
Ao{P}EP, P, + TP, PaP, Pa + TPP. Bp 
Py = Pa 


MODELE A 1D POUR UN SYSTEME DE FERMIONS EN INTERACTION 167 


1 
= D Ao{P(au)}xr,r … ee TP,P TP, Pl p pD 
per Pa- P, (5.9) 


+Ao{P(ar)} (rp, P e TP, Pa + LPP, — € rite, E) . 


Les (v + 1) équations (5.8) et (5.9), à P et a fixés, forment un système linéaire homogène 
pour les (v + 1) coefficients Ap{P} et Ap {P(a,)}1<A<-v. 
Considérons à nouveau l’ensemble des indices 


Ev+1 = {Ps, Pi, Pz, song Ppt (5.10) 
et les quantités Y (Ey 41) déjà définies, section 4, égalité (4.15), 


Yp, = TP,PiTPaPr ++ P,P, (5.11) 
Yp, = TP, P TP, Pa +. TP P,, ete. 


Le système homogène (5.8) et (5.9) s'écrit donc : 


£) 
= (Yp, (£) — el) Ag {P Ap{ Plan) 
0 = (Yp, (£) - {P} = > of Plan) 5 a 
Yp, (€) Yp,(€) (5.12) 
zen Be P RE 
PR whe. (WEB TT 
+  Ao{P(ad)} (Ypa (E) — ea"). 
Nous avons écrit pour abréger 
1 1 
D ee li eee eee 
Py — Py +1 as up, —up, +1 
avec i 
l 
UP, = yia (5.13) 


pour reprendre les notations (4.13) et celles de l’appendice C. 
La matrice M(€) du système homogène d’ordre (v + 1) pour les inconnues 


~Ao{P}, Ao {P (a)}, ze Ao{P(av)} 


a donc pour éléments 
Ya(€) 


Maple) = —e «bag + — MM 
al ) : R ug — Ua +1 


(5.14) 


Elle est construite sur l’ensemble d'indices € 
Ey+1 — {Pe, Py, Po, say P,} x 


On montrerait de la même façon que les conditions (5.3) obtenues en écrivant la périodicité 
de y dans une variable z, de la première colonne conduisent au système homogène pour les 
D + 1 coefficients inconnus 


—Ao{P}, Ao{P(, v + 1)}, Ao{P(B, v + 2)}, … Ao{P(ON)) 
dont la matrice M (Ep41) est la suivante : 


Y; (Es 
Mag (Er) = —e 8 bag + EH) 


| (5.15) 
Ua — Ug + 1 


Cette matrice M est formée sur l’ensemble d’indices 
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E541 = {Pb, P(v +1), ..., PN} 


Elle est analogue à M et s'obtient à partir de celle-ci en changeant k en —k, donc aussi u en 
—u et Y en Y avec 


¥;(€) = [[ z = [[ 2o (5.16) 


Cette “conjugaison” k — —k ne coïncide avec la conjugaison complexe que si les k sont réels, 
ce qui n’est pas supposé. 

On peut conclure cette section en disant que les conditions aux limites (5.1) sont équivalentes 
à l’ensemble des équations homogènes pour les inconnues Ap{P}, formées comme nous venons 
de le décrire avec les matrices M (£,11) et M (€541). Comme P est arbitraire, les ensembles 
E,41 et E541 sont tous les ensembles possibles de (v + 1) indices et de (P + 1) indices choisis 
parmi (1, 2, …, N). On voit que l’ensemble de ces équations est largement surabondant. Il 
faut donc montrer à quelles conditions le système global est compatible. Dans les sections 6 
et 7, nous donnons des conditions suffisantes de comptabilité de toutes les équations (5.14), et 
séparément, de toutes les équations (5.15). 


6. Paramétrisation des ensembles {k} par l’ensemble {q} 


Nous montrons dans cette section comment les conditions de périodicité nous amènent à dé- 
finir des suites discrètes d’ensembles {k} = {ki, …, kn} paramétrisées par un ensemble de ÿ 
nombres qa, 1 <a <P. 

Pour cela nous considérons séparément les systèmes homogènes (5.14) et (5.15) dont les 
matrices sont les M (€,41) et les M (E541), associées aux différents ensembles d’indices. L’exis- 
tence d’une solution non nulle de ces systèmes entraîne les relations suivantes : 


, ; Yg (E 
det |M (E,41)| = det —e alg. + En) = 0 (6.1) 
ug — Ua +1 Eu 
= Ye (Ep 
det [M (ErH1)| = det —eteL ing + Yo (Eri) =0 (6.2) 
Ue — ug +1 Espi 


Nous avons indexé le déterminant (6.1) par €,41 pour indiquer que les lignes et les colonnes 
sont repérées par les indices de Ep41. 

La clé de la solution des équations (6.1) et (6.2) pour tous les ensembles €,41 et €541 est 
donnée par la proposition IV démontrée en appendice. Etant donnés (p + 1) variables uj, 
j € Ep41, et p paramètres va, 1 < a < p, la fraction rationnelle en u et v. 


Y; (£) 
Uj — Ui +1 


M = det — 256i; + 


Ep+1 


s’annule identiquement, si les quantités z ont les valeurs 


P 
1 ; 
s= Gt) j € Ep41- 
a=1 


Remarquons que certains paramètres v peuvent être infinis : ce qui revient à les supprimer 
et à définir z; par un nombre de facteurs inférieurs à p. Il suffit d'appliquer cette identité à 
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l'équation (6.1), avec p = v. Considérons un choix d’indices €,41 particulier. S'il existe des 
paramètres va en nombre inférieur ou égal à v tels que 


Zj =e = IT (1+ Er ): J € Eva (6.3) 


; a 
(avec la notation u; = yt) on obtient : 


det |M (E,41)| = 0. 


Supposons alors que nous nous donnions un ensemble de paramètres va dont le nombre ne dé- 
passe pas v. Il suffit de choisir les N nombres k; parmi les solutions de l'équation transcendante 


en k HE II (: p 1 ) (6.4) 
7 ik/V -va ` 


pour être assuré de la compatibilité de toutes les équations (6.1) relatives à tous les ensembles 
Ev+1. Ceci vient évidemment de ce qu’en chaque équation (6.1) ne figure qu’un seul k;. Les 
v étant donnés arbitrairement pour l'instant, l'équation (6.4) possède en général une infinité 
de solutions discrètes, d’où nous extrayons une infinité d’ensembles {k} de N nombres kj 
ordonnés, distincts. 

Passons maintenant aux équations analogues (6.2) : det | (Es41)| = 0. La proposition IV 
s’applique de la même façon au déterminant M à la différence qu’il faut changer le signe de 
tous les u, donc de tous les k. 

S'il existe des nombres ©, en nombre inférieur ou égal à P = N — v tels que pour tout 7 


zj = el = Il (1 + =) (6.5) 


aco 
alors 
det |M (E541)| = 0. 


En effet, prenons l'inverse des deux membres de l’équation (6.4), nous obtenons : 


eikL II (1 + =) (6.6) 


Il suffit de choisir, d’une part Ua = 1 — va, et d’autre part le nombre de v ne dépassant pas le 
plus petit des deux entiers v et à. Comme ? est la longueur de la seconde colonne de T, nous 
avons P < v et P < —. Nous choisissons donc le plus grand nombre de paramètres va possible, 
soit ÿ ; si les k sont solutions de la seule équation 


steph ae 1 
e “IG mn) (6.7) 


a=1 


Les conditions nécessairess (6.1) et (6.2) sont toutes satisfaites. 
Nous allons donner & cette équation (6.7) une forme plus agréable en définissant 7 nombres 
complexes q, tels que 
Va = 
(6.8) 


Va = 
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L’équation en k devient 
2i 
ea (k ai qa) -1 
i V 
et TY (6.9) 
a=1 7 (k- da) +1 


Définissons les angles 0;, (mod 27), 1 <j < N, 1 <a <T par les égalités 


2 


1 
y (ki — da) = cotg bia. (6.10) 


Il résulte de (6.3) et (6.9) que les nombres k; satisfont aux conditions de périodicité suivantes 


Lk; =2nnj +5 bja 1<j<N. (6.11) 


az 


les n; sont des nombres entiers. 
Les équations (6.10) et (6.11) quantifient les nombres d'ondes et réduisent le choix des k; 


| : ; N x 
admissibles au choix d’une suite d’entiers n; et de 7 = aF S paramètres q. 


Evidemment, la méthode inductive que nous avons suivie dans cette section ne permet pas 
de conclure que nous ayons toutes les solutions des conditions nécessaires. Nous étudierons 
cette question après avoir obtenu un système complet de relations qui déterminent fonctions 
d’ondes et niveaux d’énergie. 


7. Les coefficients de la fonction d’onde dans le secteur initial 


7.1. SOLUTION DU SYSTÈME HOMOGÈNE (5.15). — Nous continuons toujours à dissocier les 
deux systèmes (5.14) et (5.15) qui sont pourtant relatifs aux mêmes inconnues Ao{P}. Nous 
abordons dans cette section “le plus petit” des deux, c’est-à-dire le système (5.15) et nous 
montrons, en construisant la solution, la compatibilité de toutes les équations homogènes dont 
les matrices partielles sont les M, ce qui constitue une première étape vers la solution globale. 

Rappelons le résultat de la section 5 (proposition (5.15)). Une permutation arbitraire P et 
un indice b (1 < b < v) étant choisis, les 7 + 1 quantités forment un vecteur € de composantes 


£r 
E : —Ao{P}, Ao{P(b, v +1)}, …, Ao{P(bN)} 


qui sont solutions du système homogène 


D Mes (Eo41) & =0 (7.1) 
TEE 41 
avec 
oc € Ex+1 = (Ps: Put) wang Py}, 
et 


Mor (Ep41) = —etrL6,, + - (7.2) 

Explicitons davantage les inconnues €, ou Ag, en nous servant de la notation introduite en 
(4.6) où les indices qui figurent dans Ag{P} sont divisés en deux groupes : un groupe de gauche, 
image par P des indices de la première colonne et un groupe de droite image par P des indices 
de la seconde colonne du tableau T. 
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Posons a = P,, qui appartient au premier groupe, et soient 
A= P{v+1), p= P(v+2), .., p=PN 
les indices du second groupe. Nous avons donc 
Ex41 = {arp ... p} (7.3) 


Les coefficients inconnus s’écrivent : 


£a = —Ao{P} = (.. & [Au ... p) 
£ = Ao{P(b, v+1)} =(.. À {au … p) 
En = Ao{P(b, v+2)} =(..p.….[Aa ... p) (7.4) 
eA PGI: Selle) 


La solution du système linéaire (7.1) relatif à l’ensemble £;,1 est donnée par la proposi- 
tion III, formule (C.5) de l’appendice. Le déterminant det|M| est nul d’après le choix des k qui 
fait l’objet de la section 6. En général le rang du système est effectivement P, et l’on a pour 
tout indice w € €;41 la proportion suivante 


Ye (FF) 


w = B (Ep41) det fe" óje + 
& (Er41) det je” óje Teea M 


(7.5) 


où B (£5+1) est un coefficient de proportionnalité qui ne dépend que de l’ensemble €;+1, et où 
l’ensemble de ÿ indices FY est ainsi défini : 


F? = Ex41 — {w}. 


Nous avons donc : 
Fo = {hu … p}, Fà = {au ... p}, ete. (7.6) 


le déterminant qui définit &, est construit sur l’ensemble d'indices FY. On reconnaît dans 
l’ensemble FY les indices qui constituent le second groupe dans l'écriture (7.4) du coefficient 


Ew 


Appelons c(F) la valeur du déterminant construit sur F qui intervient dans (7.5). 


YF) 


F) = det |—e t6; 
OF) eue 


(7.7) 
Ce coefficient c(F) dépend symétriquement des indices de F, puisque permuter deux indices, 
c'est permuter simultanément lignes et colonnes correspondantes dans le déterminant (7.5). 
Rapprochant (7.4) et (7.5) nous pouvons écrire les » égalités suivantes 


(a làu p =- Blau... p) c(Au…p) 
(Asap. p) = B(au … p) clap... p) 
(u ada n p) = B(au … p) clAa... p) (7.8) 
og [Au … a) = B(au … p) c(Au … à) 


Or, ces égalités doivent être vérifiées pour tous les choix possibles d'indices puisque la per- 
mutation P et l'indice b qui définissent £;,1 sont arbitraires. Nous allons en déduire que les 
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coefficients B sont tous égaux à une même constante que multiplie le signe de la permutation 
P. Ceci résulte des deux remarques suivantes : 

a) il résulte de (7.8) que B est antisymétrique dans l’ensemble de ses indices, puisque c est 
complétement symétrique et les coefficients (...|...) antisymétriques dans chacun des groupes. 

b) il résulte de la première égalité (7.8) et de l’antisymétrie du premier membre dans les 
indices du premier groupe que B(aÀ ... p) est invariant au signe près si l’on substitue à a 
n'importe quel indice 8 distincts des autres. On peut donc de proche substituer dans B tout 
indice à un autre en changeant au plus le signe. On vérifie aisément que la solution du système 
(7.8) est la suivante, compte tenu du signe 


(aby ... 6lAu … p) = BI(P)c(Au ... p) (7.9) 


où P est la permutation 
a By... A u w p 
1 2 3 … v+1l v+2 … N 


et où B est une constante. 
On peut encore écrire la relation (7.9) sous la forme 


Ao{P}= BI(P)c(P(v +1), P(v +2), … Py), (7.10) 


sur laquelle on vérifie immédiatement la proposition (7.5). 

La conclusion de ce paragraphe est la compatibilité complète des équations de périodicité 
(5.15) qui résultent des conditions (5.3). Ces conditions expriment l’invariance de la fonction 
d’onde lorsque une particule du premier groupe subit une translation +L à travers les particules 
du second groupe. Rappelons que la relation (5.2) n’exprime que “la moitié” de la condition 
de périodicité. 


7.2. FORME DEVELOPPEE DES COEFFICIENTS Ao{P}. — D'après le résultat (7.10) du para- 
graphe précédent, nous avons 
Ao{P} = BI(P)c(F), (7.11) 


avec 
F={P(v+1), P(w +2), …, Pn}, 
et E 
Y;(F) 


c(F) = det -e t6; 
( ) utile 


(7.12) 
Or, on a obtenu, formule (G.3) en appendice, un développement de ce déterminant lorsque 
les nombres k; vérifient les conditions (6.5) ou (6.7) : celles-ci expriment que les systèmes 
homogènes partiels avec lesquels on a construit les coefficients c(F) ont justement une solution 
non triviale. 

Dans les notations de l’appendice G, pour le choix d'indices F = {123 ... P}, nous avons le 
développement suivant de c(F) : 


c(F) = c(kikz eee ke) = 


te 


> 
R 01 + UR1 V2 + UR2 Bp +URo Rọ 


Il Gi) ng Me 1), (7.13) 


1<j<a<P 
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Exprimant les u et les v en fonction des k et des q (définition (6.8)) 


: D 
; sf? i, 23! Wr dae dl 
et choisissant le coefficient B égal à (=) , nous obtenons dans une notation indicielle un peu 


rapide, mais suggestive : 


CF) = c(aBy ... 6) = 


5 1 1 
iV WV iV 
R | kra-% = z kre — Go — 5 kré — qo — > (7.14) 
iV 
ERa — Ga ra iV 
V (1+ krg — k ) 
a<a Era — qa = > a<p RB T Ra 


La somme (7.14) porte sur les permutations R d’ordre ÿ, et les produits portent sur tous les 
indices, a variant de 1 av eta, B, ... parcourant la suite d'indices F = {af ... 6}. 

Il est important de remarquer que la fonction d’onde s’annule identiquement dans le secteur 
do si deux nombres k sont égaux. En effet, d’une part, le coefficient c( F) donné par (7.14) a une 
limite lorsque deux k tendent l’un vers l’autre ; d’autre part, on vérifie que dans la somme (3.6) 
qui définit y les termes se compensent deux à deux (si kı = k2, Ao{P} = ~Ao{(12)P}, d'après 
(7.14)). Nous ferons donc l'hypothèse que pour V ¥ 0, la fonction d’onde est nécessairement 
construite à partir d’un ensemble de N nombres k distincts. Cependant à la limite V = 0, il 
se pourra que des nombres k soient égaux par paires. 


7.3. REMARQUE SUR LA MÉTHODE. — On peut se demander pourquoi nous avons choisi de 
déterminer les coefficients Ag à partir des matrices M (5.15) plutôt que des matrices M (5.14), 
d'autant plus qu’il existe un lien étroit entre les conditions aux limites (5.12) et les conditions 
de symétrie (4.16) encore inexploitées qui font intervenir les mêmes combinaisons d’inconnues. 
En effet, la première condition de périodicité (5.2) qui donne lieu aux équations (5.12), de 
matrice M (5.14), est associée à la translation d’une particule de la première colonne. De même, 
l'expression de la condition de symétrie (2.4) est associée à la permutation d’une variable de 
la première colonne avec celles de la seconde. 

Cependant la méthode adoptée se justifie ainsi : si nous avions choisi le système des matrices 
M, par une application analogue de la proposition ITI, nous aurions construit les coefficients 
Ao comme des déterminants d’ordre v du type 


det |—e7** "555 + (7.15) 


Ye (Fv) | 


ue- uj tlis 


Mais d’après le choix des {k}, solutions de l’équation (6.7), 


p 1 
ziki loz 1 7.16 
: I ( + —) (7.16) 


a=1l 


le nombre de facteurs du second membre est P = N — v. D’après la proposition IV montrée en 
appendice, le déterminant (7.15), compte-tenu des relations (7.16) est identiquement nul en u 
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et v, si P est inférieur à v. Donc, à l'exception du cas à = v, c'est-à-dire du cas de spin total 
S = 0, la solution (7.15) disparaît. 

Le cas du spin 0 est particulier puisqu'il établit une symétrie entre le rôle des deux colonnes 
du tableau T. Aussi allons nous donc le traiter maintenant. D’après une remarque antérieure, il 
sera aisé d'exprimer simultanément les conditions de symétrie et “la moitié” des conditions aux 
limites. On en déduira un ensemble de relations entre les k et les q, qui par chance seront aussi 
suffisantes pour les déterminer, amenant ainsi à la solution du problème pour le cas S = 0. 
Continuant à procéder par induction, nous généraliserons simplement au spin quelconque les 
formules obtenues dans le cas de spin 0, et démontrerons enfin complètement par un calcul 
direct, la compatibilité de l’ensemble des équations aux limites (5.14) et (5.15) et les conditions 
de symétrie (4.16) pour toutes les valeurs du spin. 


8. Le cas du spin S =0 


D'après la remarque finale de la section précédente, le cas du spin 0 nous permet d'exploiter dès 
maintenant les conditions de symétrie (4.16) conjointement avec les conditions de périodicité 
(5.12). 
Une permutation P étant donnée, ainsi qu’un indice a de la seconde colonne v < a < N, les 
coefficients 
EPa = —Ao{P}, Epi = Ao{P(al)}, eo Epp = Ao{P(av)}, 


sont solutions du système homogène (5.12) 


» Me (Evy1) Ée = 0, j € Eva. (8.1) 
LEE, +1 
E41 = {Pa, Pl, P2, Pv}. (8.2) 


Avec cette notation, la condition de symétrie (4.16) s'écrit : 


5 Ye (Ev41) € = 0. (8.3) 


LEE» 41 


la compatibilité des (v + 2) équations (8.1) et (8.3) relatives à un ensemble €,41 s’exprime en 
annulant un certain déterminant bordé d’ordre v + 2. 
La proposition (E.6) de l’appendice nous dit que cette condition est équivalente a 


OM (E, he 
> 2, 2M EH) =0, z=e il, (8.4) 
. Oz; 
JEËv+1 
avec VE) 
M (E,41) = det |—z;6;, + HL 
(Ert) ° K Htut] Ev+1 


Si l’on définit la fonction d’une variable Ç, obtenue en remplaçant dans M les quantités z; par 
C2; 

mÈ) = M (Eval, J © Evt, (8.5) 
il est curieux que les conditions aux limites (5.12) et les conditions de symétrie (8.4) donnent 


lieu aux relations 
m(C)|c=1 = 0, (8.6) 
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sem] =0, (8.7) 


relativement à chaque ensemble d’indices €,41. 
La proposition VI, formule (E.1) nous dit que la condition (8.7) est équivalente à l’existence 
d’une solution non triviale pour le système aux (v + 1) indéterminées wa, 1 <a < v, et w : 


v 


Daaa en) -w=0. (8.8) 


a=1 
C’est ici que se réalise un découplage entre les différents u; tout à fait semblable à celui qui 
a été obtenu par les équations (6.3) ou (6.7) pour exprimer la compatibilité des systèmes 
det |M (E€,41)| = 0. 
c'est-à-dire, d’après (8.5) 
m(¢)=0 si Ç= 1 (pour chaque Ep41) 


Les équations (8.8), elles, sont équivalentes à 


Enfin, par la proposition VIII, l'élimination des indéterminées wa et w de (8.8) nous donne 


les conditions 
N ed D +1 
J a va CCE 
|| ——— = [I ——— ave lcl V = y. 8.9 
( ) 


=UV tl Si ba Ve et 


Nous écrivons celles-ci en terme des nombres d’onde k et des paramétres g sous la forme 


N k; — Ne 

J Ja 2 Go da TIV — a + iV (8 10) 
l l De L I — — z 
j=l k; — da — S % a % = Ga — iV 


ba 


où l'indice a prend toute valeur de 1 à P. 

En conclusion, pour le système de spin 0, nous avons obtenu autant d'équations que de 
paramètres inconnus : N équations telles que (6.9) pour chaque k;, et P équations (8.10), pour 
les N nombres d’onde k et les P paramètres q, avec la condition particulière à cette section 
N =2v, v =D. 

L'intérêt de cette section a été de nous fournir les relations (8.10), grâce à la solution par- 
ticulière du spin 0 et de nous permettre ainsi d’aborder maintenant le cas général de spin 
quelconque, en reprenant la suite de la section 7. 


9. Le cas général de spin S 
Dans la section 7, nous avons établi que les coefficients Ag{P} s'écrivent sous la forme 


Ao{P} = I(P)c(F) (9.1) 
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avec 
F ={P(v +1), PW +2), n Pu} (9.2) 

et 7 

Yo(F) 


F) = det |-e' 46, — 
a ) $ s OO etkile 


(9.3) 
Si les nombres k sont solutions de l’équation (6.9) dépendant d’un ensemble de P paramètres 
q, il résulte alors de la section 7 que toute équation du système (5.15) est vérifiée. La “seconde 
moitié” des conditions aux limites est donc ainsi remplie. 

Il reste à établir le résultat suivant pour affirmer que les coefficients (9.1) déterminent une 
fonction d’onde solution du problème posé : 

Si les nombres k et q sont liés par les relations (8.10) avec N = v + 5, P < v alors chaque 
équation de périodicité (5.12) et chaque équation de symétrie (4.16) est vérifiée. Ceci achèvera 
de démontrer la compatibiité globale des systèmes M (5.12), M (5.15) et du système (4.16). 

Ecrivons à nouveau les équations à vérifier, pour toute permutation P et tout indice a de la 
seconde colonne : 

Equation (5.12) aux limites : 


-i . Yp (E141) 
Ypa (Ev41) — eret) Ao {P} — X Ao{P noi ; 
(Ypa (Evi) = 67r }) Ao{P} 2 {Plna pati’ (9.4) 
Equation (4.16) de symétrie : 
Ypa (Ev41) Ao{P} — D Yeu (En) Ao{P(an)} = 0 (9.5) 
p=1 
avec 
Ey+1 = {Pa, P1, P2, ..., Pv}. 
Dans la notation (4.6), nous aurons 
AofP} =(..A...]aBy … 6) (9.6) 
= I(P)c(af4 ... 6) ' 
avec 
à= P,, a= P(v +1), B= P(w +2), .., 6 = PN 
on appellera u, o, .... p les indices Pi, Po, ..., Py. 
L’équation aux limites (9.4) s'écrit : 
c(aBy ... 6) (Ya (E41) — Za) 
Y; Y, 
+¢e(ABy ... 6 ——*—. + cluby ... 6) —4#— 
Ux — Ua +1 Up — Ua +1 
2 Y, ; (9.7) 
et l’équation de symétrie (9.5) 
clay ... 6)Ya + e(ABy … IY) +- + c(pB7y ... 6)Y, = 0 (9.8) 


avec toujours la référence implicite des Y à l’ensemble : 


Ev4i = {Aue ... p}. 
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On remarque dans ces deux équations (9.7) et (9.8) que les coefficients c sont sommés sur 
leur premier indice, le groupe des autres 3, y, ..., 6 restant fixe. Nous avons donc besoin de 
connaître la dépendance de ce coefficient c par rapport à l’un de ses indices et c’est l’objet de 
la proposition IX, qui nous donne la décomposition en éléments simples par rapport à ua : 


os 
c(aBy ... 6) = _ 9.9 
( Da (9.9) 
Commençons par vérifier la relation (9.7). Pour cela nous calculons la somme : 
S= So ay ju (9.10) 
Nera Ux — Ua +1 
qui doit être égale à 
ZaclaBy … 6). 
Or, chaque pôle — contribue à la somme (9.10) de la façon suivante : 
Ua a 
1 Y (E 1 1 
NEEL a1 UX Va UX Ua Ua + Va ACB ute UX + Va 


L'expression (9.10) vaut donc : 


2 Ra 1 
D F] Il G- (9.12) 


a=1 “See aA 


Reportons dans (9.12) expression de Ra donnée par la proposition IX, on obtient pour la 
somme S 


z 1 à 1 1 
S = Re (1 = u; e z) Il (: = Ue =) c( By rem 6) loa =o (9.13) 


a=l ba 


C’est à ce point qu’intervient l'hypothèse de la section 8 : formule (8.9). Celle-ci peut s’écrire 
sous la forme 


I (-ste) 0 gen) -T] (+) Qt) 
b£a 


où l’on a tenu compte des égalités va + Ua = 1. On en déduit pour la somme S, après avoir 
porté (9.14) dans (9.13) 


D TI (1 ee - } «un ee (9.15) 


Or, d’aprés la proposition X démontrée en appendice J, on reconnait dans cette derniére somme 
la décomposition en éléments simples de la fraction rationnelle 


Zac(apy ... 6) 
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considérée comme fonction de ua. Ce qui démontre les égalités (9.7) et (9.4). 
Pour démontrer la condition de symétrie (9.8), le calcul est analogue : on considére la somme 


S'= XO Aby ... 6)¥s (Ev41) (9.16) 


NEEL 41 


R 
Chaque pôle ——“— contribue à la somme S’ de la façon suivante : 


a + Va 
TMS. NEE de 


On en déduit par un calcul identique au précédent, compte-tenu de l’hypothèse (8.9) 


S' = [ugc(aBy … uo — >, II (1 ko — ) Oy 256) le es (9.18) 


a=1 b=1 
b£a 


D'après le corollaire de la proposition X, appendice J, cette somme est nulle. La condition de 
symétrie est donc remplie. 


10. Caractère complet de la solution 


10.1. QUESTIONS PRÉLIMINAIRES. — Nous venons d’exposer dans les sections précédentes la 
méthode de solution purement algébrique par laquelle nous avons obtenu un système d’équa- 
tions pour la détermination d'états discrets du système de fermions considéré. Une fois écrites 
les conditions de périodicité et de symétrie de la fonction d’onde, nous avons suivi une méthode 
inductive qui ne permet pas de conclure que nous avons la solution complète, c’est-à-dire un 
système d'équations dont les solutions déterminent tous les niveaux. Nous allons maintenant 
étudier ce système et montrer qu'il est suffisant pour donner la suite complète des états, en 
suivant ceux-ci par continuité lorsque l'intensité V de l'interaction varie d’une valeur finie à 
la valeur 0. Nous suivrons ainsi l’ensemble des nombres d’onde {k} et les coefficients de la 
fonction d’onde, tout au moins dans le secteur initial où elle est donnée explicitement. 

Ecrivons donc à nouveau les systèmes d’équations (6.9) et (8.10) pour les N nombres ky et 
les à = IN — S paramètres auxiliaires qq. 


D k: — iy 
iba ilata ; 
es = || —< l<j<N (10.1) 
a=1 kj — qa D 
iV 
N kj — qa + — D _ Vv 
D» 3, = MT 1<a<p. (10.2) 
j=1 kj = qa = -7 pi Ga? 
b£a 


La première conséquence à noter est la quantification de l'impulsion totale K, qui est une 
constante du mouvement d’après l’invariance par translation de l’Hamiltonien et des conditions 
de périodicité. On trouverait aisément, par examen de la fonction d’onde, 


N 
Key 
j=l 
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A l’aide de (10.1) et (10.2) on obtient : 


e KL = 1, 
c'est-à-dire j 
K= T, n entier (10.3) 


Nous abordons maintenant l’étude du système (10.1) (10.2), et de la fonction d’onde dont 
les coefficients sont donnés section 7.2, grace aux formules (7.12) et (7.14). 

La premiére question est celle-ci : toute solution des équations (10.1) (10.2) détermine-t-elle 
un état du systéme de fermion ? 

La réponse est contenue dans les sections précédentes. La méthode utilisée pour obtenir 
les équations (10.1) et (10.2) et la fonction d’onde (7.14), est purement algébrique. Elle est 
basée sur un certain nombre d’identités entre fonctions rationnelles. Dans les démonstrations 
cependant, nous avons dû faire les hypothèses implicites du genre “les pôles sont tous simples”, 
impliquant par exemple que les k, ou les q, soient distincts. il est évident que les identités 
subsistent à la limite où deux pôles se confondent pourvu que l’on puisse définir par continuité 
l'identité limite. C’est par exemple le cas pour le coefficient (7.14), identique au déterminant 
(7.12), qui garde un sens lorsque deux nombres k sont égaux. 

Une solution du système (10.1)-(10.2) conviendra donc, pourvu que la fonction d'onde, con- 
venablement normalisée, soit définie. Cependant, nous ne connaissons celle-ci que dans un seul 
secteur, mais comme les k sont tous distincts, les formules de passage (3.8) nous montrent que 
la fonction d’onde est définie dans tout le domaine, si elle l’est dans oo. Les solutions conve- 
nables du système (10.1) et (10.2) sont donc celles pour lesquelles la fonction d’onde est définie 
dans do. 

La deuxième question est celle-ci : les solutions convenables du système (10.1)-(10.2) nous 
donnent-elles toutes les solutions du probléme ? 

La réponse est positive s’il existe une correspondance biunivoque entre les états du système 
en interaction et ceux du systéme sans interaction. Cette correspondance est fournie par la 
continuité des états et du spectre en fonction de V. A la limite V = 0, nous devrons obtenir un 
ensemble de fonctions d’onde spatiales de particules indépendantes formant une base compléte 
et possédant le type de symétrie du tableau T. 

Pour simplifier l'étude de ces questions, nous allons dissocier conditions de symétrie et con- 
ditions de périodicité et oublier provisoirement ces dernières. D'ailleurs ces conditions sont 
indépendantes ; cependant ce sont les conditions de périodicité qui, en discrétisant la suite des 
états, ont du même coup séparé les états appartenant à des tableaux différents, permettant 
ainsi la solution des équations de symétrie. Nous pouvons maintenant reconnaître que, si les co- 
efficients de la fonction d’onde dans op sont donnés par (7.11) et (7.14), la relation (10.2) suffit 
pour que les conditions de symétrie (4.15) ou (4.16) soient remplies : ceci à la suite du calcul 
direct effectué section 9, formules (9.16) et suivantes. C’est pourquoi il est justifié d'appeler les 
relations (10.1) équations aux limites et les relations (10.2), équations de symétrie. 

Si l’on oublie les équations aux limites, les paramètres k qui déterminent une solution élémen- 
taire sont arbitraires. Les relations (10.2) servent à déterminer en fonction des k les paramètres 
q, c'est-à-dire permettent de construire une solution élémentaire de l’équation de Schrödinger. 
Cette solution élémentaire est une fonction d’onde dans le cas où sont imposées les conditions 
aux limites adéquates : conditions de périodicités (10.1) ou bien encore états asymptotiques de 
diffusion : dans ce dernier cas, il suffit de choisir tous les nombres k réels. 


10.2. DÉGÉNÉRESCENCE. — Nous calculons d’abord la dimension du sous-espace des fonctions 
d’ondes de symétrie T relatives à un ensemble {k} donné, abstraction faite des conditions aux 


180 TRAVAUX DE M. GAUDIN 


limites. 
Montrons d’abord que cette dimension g est donnée par 


1 
g= C6" =O), P= 3y Zg (10.4) 


comme pour le système sans interaction. 

Nous savons en effet que la fonction d’onde est déterminée par sa valeur dans un seul secteur 
Oo : dans ce secteur nous avons a priori C) coefficients Ag{P} ; d’après la condition d’antisy- 
métrie dans chaque colonne que traduit la relation (4.5) et l’écriture (4.6). Entre ces coefficients 
existent autant de relations de symétrie (4.17) qu’il y a d’ensembles €,41. Ces relations dépen- 
dent continûment de V et sont donc indépendantes puisqu'elles le sont à la limite V = 0. Le 
nombre de “solutions linéairement indépendantes” des équations de symétrie est donc 


CN = CMs =g. 


Nous vérifierons en effet que le nombre de solutions données par les relations (10.2) est 
précisément g. 

Le fait que les k soient tous distincts d’aprés la remarque finale du paragraphe (7.2) simplifie 
le comptage. Nous savons a priori qu’a la limite V = 0, les k peuvent devenir égaux par paires. 
Examinons alors le cas où nous aurions à la limite r paires distinctes : ces paires symétriques 
d’espace sont nécessairement associées à des états singulets de spin : elles ne contribuent donc 
pas au comptage et le nombre de solutions est égal à la valeur de g pour N — 2r particules 

gr = OR Cor: (10.5) 


D—r—1 ? 


c'est ce qu'il nous faudra vérifier. 


10.3. LIMITE DE LA FONCTION D’ONDE LORSQUE V TEND VERS ZÉRO. — Nous nous plaçons 
d’abord dans l'hypothèse restrictive suivante : 


Hypothèse H : les quantités kj = lim kj sont toutes distinctes. 

Cette restriction est réalisée, soit que nous choisissions les nombres k indépendants et dis- 
tincts en oubliant les conditions aux limites, soit que nous nous limitions provisoirement à la 
classe d'états sans “paires” — au sens du paragraphe 10.2 — tout en conservant les conditions 
de périodicité. On écrira k* et g* les valeurs limites (pour V — 0) des quantités k et q. 


ki = jim, kj q= jm da: 


On voit sur la forme explicite de la fonction d’onde (7.14) dans le vecteur initial oo, que le 
coefficient c(F) n’a de limite pour V = 0, que si les g* sont tous distincts des &*, dans l’hypo- 
thése H ot ceux-ci sont distincts. Par 14 méme, le comportement normal des relations (10.1) 
est assuré à la limite V = 0 et l’on obtient 


ea? St 
Il existe donc des entiers n; tels que 
27 
* 
k° = TA 
Revenons aux coefficients c(F) qui ont pour limite d’après (7.14) 


1 1 1 
e(aßy ... 6)|v=o = > ei a ne ee perse (10.6) 
R ka — di ke — 4 Ré — @ 
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ou encore 
+ + 
1 
Jim c(F) = permanent Ex J€F ={aBy.. 6}, 1<a<p. (10.7) 
— 5 — 4 F 


On aurait pu aussi obtenir la limite de c(F) sous forme de déterminant d’après (9.3). Ceci 
donne lieu à une curieuse identité entre un permanent et un déterminant, démontrée directe- 
ment appendice K. 


10.4. LIMITE DES ÉQUATIONS DE SYMÉTRIE (10.2). — Pour étudier la limite du système 
(10.2), nous lui substituons la condition équivalente ci-dessous. 

Soient Q(z) le polynôme de degré N dont les racines sont les k;, et P(z) le polynôme de 
degré P dont les racines sont les qa : 


N 
Q(z) =[[(G-Kk;), 
ee. (10.8) 
P(z) = II (2 — da). 


le système (10.2) est équivalent aux Z relations : 


Y) P(q—iV) 
Di ad e Ye <a<p $ 
a) Pl + iV) l<a<p (10.9) 


Si le coefficient de la fonction d’onde donné par (7.14) est défini, on a Q (ae + +) # 0. 


Les équations (10.9) sont en général équivalentes aux suivantes 


iV 


o(a- Z) Privy +0 (ue + 5 


5 ) Pi) =0 


ou encore à la proposition : 
le polynôme 
iV iV 
Q (z+ =) P(z-iV)+Q (-- +) P(z+iV) 
est divisible par P(z). 
Résoudre les équations (10.2) revient donc à déterminer deux polynômes, P de degré et R 
de degré N, tels que l’on ait : 


Q (< + =) P(z-iV)+Q (- z *) P(z+iV) = R(z)P(z). (10.10) 


La forme limite pour V = 0 de la condition de symétrie (10.2) ou (10.10) est la suivante : 
Il existe un polynôme R1 de degré (N — 2) tel que l’équation différentielle du second ordre 


QP" —Q'P'’-R,P=0 (10.11) 


N. 


NI = 


ait une solution polynômiale de degré donné 7 < 
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Nous supposerons qu’il y a une correspondance biunivoque entre les solutions de (10.11) et 
celles de (10.10) due à la continuité en V. Le problème se pose maintenant de rechercher, puis 
de dénombrer les solutions convenables de (10.11) dans ’hypothése H. 


Premiére remarque 
Si g* est racine de P, sans l'être de Q, elle est simple. En effet, si elle était multiple, on 
aurait 
P(g)=0, P'(g)=0, 


d’où l'on déduirait d’après (10.11) et l'hypothèse Q(q*) # 0 
P(g) =0, P(g") =0, etc. 
et par conséquent P serait identiquement nul, ce qui n’est pas (d°P = 7). 


Deuxiéme remarque 
Dans l'hypothèse H, si q* est racine commune de P et Q, elle est double pour P. En effet, 
il existe deux polynômes Qı et Pı, et un entier positif s tels que 


Q(z) =(2-4)Q1 Qilq*) £0 d'après H 
Pls) =(z- PP, Pia") £0. (10.12) 


la relation (10.11) s’écrit alors : 
(z = g") t PQ: + (z — q*)° Pi [2s +1)Q1 - (z - 9*)Q] 


+ s(s — 2) (z — 9) PQ=R(z-d) Pi (10.13) 


où Rọ désigne un polynôme de degré N — 1. 

Si exposant s était différent de 2 on déduirait de (10.13) où Pı (q*) = 0, où Qı (q*) = 0, ce 
qui est contraire à l'hypothèse (10.12). Donc s = 2. 

Les seules racines multiples d’un polynôme P solution de (10.11) sont donc des racines 
doubles, qui sont aussi des racines simples de Q. Il en résulte que les solutions convenables de 
(10.11) dans l'hypothèse H sont les polynômes P dont toutes les racines soient simples ; sinon 
la fonction d’onde limite dont les coefficients sont donnés par l’expression (10.6) ne serait pas 
définie, puisque certains q* seraient égaux à certains k* d’après la seconde remarque. Dans ces 
conditions le système limite auquel se réduit le système (10.2) pour V = 0 peut s’écrire ainsi : 


=. i 1 
iene ae (10.14) 
kj -q 


puisque les nombres q* sont distincts entre eux et distincts des k*. Les relations limites (10.14) 
ne font que traduire l'identité (10.11) lorsque les polynômes P et Q ont toutes leurs racines 
simples. 

Le dénombrement des solutions “convenables” de (10.11) c’est-à-dire des solutions {q} des 
équations (10.14) est fait en appendice M proposition XIII en nous basant sur un résultat dû 
à Heine [16]. 

On trouve CF — CN. solutions distinctes, ce qui est exactement la dimension g du sous- 
espace des fonctions d'onde associées à un ensemble {k}, dimension obtenue formule (10.4) 
lorsque les k sont distincts. 
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Une fonction d'onde limite correspondant au tableau de symétrie T et à une solution {q} 
admet donc le développement 


OT, {a} (tit2 … TN) = SO U(Pyexa} (P(v +1), P(w +2), …, Py) expi(kp,z1 +--+ +kp, tn) 
P 


(10.15) 
avec 


{a (P(v +1), P(v +2), …, Pw) = perm 


v+l<j<N,, 1<a<pv. 


On a montré par un calcul direct effectué en appendice L que les coefficients ci-dessus satisfai- 
saient aux conditions de symétrie. 


10.5. INDÉPENDANCE LINÉAIRE. — Il resterait à montrer l'indépendance linéaire des fonctions 
donde yry,} associées à tous les systèmes de nombres quantiques {q} distincts. Nous ne l’avons 
pas fait en général, mais elle résulterait de la conjecture suivante que nous avons vérifiée dans 
les cas ÿ = 1, 2, proposition XIV : les coefficients c{,}(a87y ...6) sont orthogonaux en ce sens : 


5 Cta laby … b)ergy(aBy … 6) =0 


a<p<y< 
avec 
{a} # {d}. (10.16) 
L’indépendance linéaire en résulte 
Une relation du type : 
XO Aga} ¥4{q} = 9 (10.17) 
{a} 
entraîne d’après (10.15) et l'hypothèse H 
DETTORI ve 6) =0 (10.18) 


{a} 
pour tout ensemble F = {ay ... 6} de P indices distincts. On déduit de (10.16) et (10.18) 


Aig} =0 pour tout {q}, 


puisque Cha} est positif. 

10.6. L’ADJONCTION DES CONDITIONS AUX LIMITES. — La conclusion de cette section est que 
le système d’équation (10.2) est complet, c’est-à-dire qu’il nous permet de construire toutes 
les solutions élémentaires de l'équation de Schrödinger qui sont en correspondance avec les 
solutions limites du cas sans interaction et qui, elles sont complètes. Nous allons voir que 
ladjonction des équations aux limites (10.1), c’est-à-dire des conditions de périodicité, ne 
modifie pas cette conclusion. Les k* limites sont alors de la forme : 


x 2N; 
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Si les n; sont tous distincts, il n’y a pas de difficulté. Par contre, si deux entiers n; sont égaux, 
l'argument à développer est le suivant. 


2 
Le nombre d’onde limite k* = — est alors racine double du polynôme Q introduit au 
paragraphe 10.4 ; dans ce cas, il existe des solutions P de l'équation (10.11) telles que k* soit 


aussi racine de P : un des paramètres 
q* est donc égal au nombre d’onde k* de la paire. En effet, posons : 


Q(z) =(G-F) Qi) PQ =N-2 
Plz) =(z-k*) Pic) ao P, =p-1 (10.19) 


on obtient pour la condition (10.11) : 
Qi P;'-— QP; est divisible par P}. (10.20) 


On est donc exactement ramené au probléme analogue a (10.11) pour (N — 2) particules, le 
spin restant inchangé : 

N => N-2, 

D > Dp-l. 
la paire k* est supprimée et il reste ÿ — 1 paramètres q*. 

De même, s’il existe r paires de nombres k* limites il existe des polynômes P solution 
de (10.11) qui ont pour racines les racines doubles de Q. Aprés élimination de ces racines 
communes, on est ramené au problème (10.11) pour (N — 2r) nombres k* distincts et (P — r) 
nombres q* distincts. On obtient alors les équations analogues à(10.14) : 


2 =e 


(paires exclues) k; b£a 


10.21 
kt = gt ( ) 


q z Ga 
qui résulte au fond de (10.14) par confluence de r nombres q* avec r paires de k*. Le dénom- 
brement des solutions de (10.21) nous donne alors : 

Cn 2r Ge: on = 9, 
solutions distinctes (par la même méthode que pour (10.14)). Ce nombre est identique à la 
dégénérescence correspondante pour le système sans interaction donnée formule (10.5). 

Nous montrerons seulement à la fin de la section 11 quelle est la forme limite des coeffi- 
cients de la fonction d’onde dans le cas de l'existence de paires. Les résultats sont donnés 
par les expressions (11.8). Ces résultats nous permettent de conclure cette section en disant 
que l’ensemble des fonctions d’onde limites 44:,{,} forme une base complète de l’espace de 
représention des états du système de fermions en interaction évanescente. Lorsque l'intensité 
de celle-ci augmente, on peut suivre par continuité chaque état en fonction de V à partir d’une 
fonction Y{n}{q}. Les nombres quantiques repérant chaque état sont par définition ceux de 
l’état limite. Ce seront donc : 

a) Les N nombres entiers n;, pouvant être égaux par paires. 

b) Pour un choix de n,, les g, systèmes de nombres q ; chaque système {q} étant solution 
des équations (10.21) où les “paires” n’interviennent pas. 
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QUELQUES PROPRIETES DE L’ETAT FONDAMENTAL 


11. Etude des équations couplées 


Le but de cette section est de présenter le système des relations (10.1) et (10.2) sous une forme 
plus maniable pour le traitement ultérieur et mieux adaptée à l’étude des propriétés extensives 
du système de fermions. Il s’agit ici d'écrire les relations (10.1)-(10.2) sous forme “réelle”, d’y 
mettre en évidence les nombres quantiques de chaque état, et d'indiquer sommairement leur 
classification. Un principe variationnel permettra, grâce à une analogie statique, la description 
des nombres quantiques de certaines classes d'états. 


11.1. NOUVELLE FORME DES EQUATIONS COUPLEES. — Transformons les équations (10.2) 
qui imposent le type de symétrie, en nous plaçant dans l'hypothèse H (déjà formulée 10.3) où 
les k sont distincts. Utilisons les angles #,, introduits section 6 par la définition (6.10) : 


2 1 
yv (kj — Ga) = cotg 52a: 
Définissons les angles auxiliaires Yap par les relations : 
1 1 
y (qa — q) = cotg 3 Var: (11.1) 


Wab = —Wba (11.2) 


les angles 4 et 4 sont jusqu'ici définis modulo 27. 
Les équations (10.2) sont alors équivalentes aux suivantes : 


N D 
DC = DE = multiple de 27 (11.3) 


j=l b=1 


Nous allons maintenant choisir une détermination des angles 0 et Ÿ en utilisant les nombres 
quantiques limites {q*}. Dans l'hypothèse H, lorsque V tend vers zéro, les q tendent vers des 
valeurs limites distinctes des k* et, on l’a vu, distinctes entre elles, valeurs limites qui sont 
les racines des équations (10.14) et sont par définition les nombres quantiques {g*}. Dans ces 
conditions, les définitions (6.10) et (11.1) montrent que les @ et les Ÿ tendent vers des multiples 
de 27. 

Nous choisissons alors la détermination continue des angles @ et w, telle que leur limite soit 
précisément zéro lorsque V tend vers zéro. 

Pour V petit, nous avons donc les équivalences : 


V V 
bja X ——— et Way x ——— 11.4) 
0 ky — dé -k ( 


Pour toute valeur de V, le systéme (10.2) s’écrit, d’aprés (11.3) 
N p 
X 8;a- > Va =0 1<a<p. (11.5) 
j=l b=1 


Ce système (11.5) a pour limite le système (10.14), les déterminations continues des angles 
étant définies par les équivalences (11.4) au voisinage de V = 0. 

Il résulte du principe de continuité que, dans tout le domaine de variation de la constante 
de couplage, on a: 
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e (ba | < 27 
e Signe Oja = Signe V x signe (k* — qi). 


En effet, lorsque V augmente à partir de 0, k; peut croiser un certain nombre de qa, c’est-a- 
dire les 6;, correspondants passent continiment par la valeur +7 (si kž — q4 > 0). Le nombre k 
ne peut devenir infini puisqu’il est borné d’aprés la derniére équation (11.6), la détermination 
continue d’un ja ne peut donc dépasser 27. Un tel angle garde donc le même signe, lorsque 
V varie en gardant un signe donné. 

Nous ferons de plus l'hypothèse que les nombres q* ne se croisent jamais entre eux, ce qui 
entraine : 

Pab = —Ybas Wal <T. 

Le système des équations de périodicité (10.1) s’écrit sous la forme déjà donnée en (6.11), 
mais maitenant, la détermination des angles @ est précisée, de telle sorte que les entiers n; qui 
figurent dans l'expression (6.11) définissent directement les nombres d’onde limites (V — 0). 

Récapitulons ci-dessous les équations couplées qui déterminent les ensembles de nombres k 
par l'intermédiaire des angles 8 et % et des nombres q : 


Equations couplées 


va qa) = cotg 2% 
7 (qo — da) = cote Via 
Su ; ia =0, 1<a<ÿ (11.6) 
3=1 b=1 g 
Ti = dany +3780, 1<j <N. 
a=1 


Les nombres quantiques n; sont les nombres d’onde limites définissant un état du système 
sans interaction. 

Pour un ensemble donné d’entiers n; distincts, les états sont repérés par les systèmes de 
nombre {q*} déjà définis et qui figurent seulement implicitement dans (11.6) grâce aux équi- 
valences (11.4), où V est voisin de zéro : 


fe geen tl 
vo Vo aan; ue 

i h (11.7) 
p 1 
lim = 7 
voo V da ~ 


On a vu section 10 que les nombres g* étaient solutions des équations (10.14) : 
2 (27n; DE = “LG a; — qt cre) 


L’impulsion totale d’un état de nombres quantiques {n;} est alors donnée par l’expression 


27 x 
-25n 
j=l 
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et l'énergie par la somme 


N 
E= k. (11.9) 
j=1 
11.2. CAS OÙ IL EXISTE DES PAIRES. — Le système (11.6) et les relations qui le précisent 


(11.7) et (11.8) ont été établies dans l’hypothése H où tous les nombres n; sont distincts, 
puisque les valeurs limites des k; sont justement les nombres d'onde (2rn;/L). Il nous faut 
maintenant étudier le cas où les valeurs limites de deux nombres k puissent être égales, puisqu’à 
la limite d’une interaction nulle deux fermions peuvent occuper le même état d'impulsion dans 
un état singulet de spin. 

Nous supposons que les nombres (2rn;/L) sont encore les valeurs limites des k; en fai- 
sant l'hypothèse que les angles 6 tendent encore vers zéro avec V. Dans ces conditions, nous 
allons justifier la confluence d’un nombre q avec une paire k, (que nous avions observée au 
paragraphe 10.6 sur les équations limites 10.11) en montrant l'existence de la fonction d’onde 
limite dans le cas où nous avons une seule “paire’. 

Par hypothèse nous avons : 


2 
lim kı = lim ko = usa 
L 
et il existe un qa, par exemple qı tel que 
lim Zn 
n= q = L 


Nous obtenons alors d’aprés les équations (11.6) 


Pab =O(V) pour tout a, b 
6;.=O(V) sauf pour j=1, 2eta=1 
641 + 621 = O(V) (11.11) 


Lk = 2rnı + 011 + O(V) 
Lk» = 2771 F 021 + O(V) 


Reportant ces valeurs de kı et k2 dans les premières équations (11.6) pour j = 1, 2eta=1, 


(11.10) 


(11.12) 


on obtient : +. 9 i 
T 
Pope at eee O(V)) = cotg =O 
V L L 2 
(11.13) 
E SLEE ey |. cou 20 
PA D SEL Tera 
or puisque 


#11 et 2, ne peuvent être de l’ordre de V d’après (11.13) ; supposons-les de l’ordre de V%, 
O<a<l. 
On a donc d’après (11.11) 
CIE x oV”, 21 x —80V® 


s'écrivent à l’ordre le plus bas 


6 
= Sagi ive) = sv, 


a 2 = 
-5ve) =-5V", 


ma 


Les deux équations (11.13 


<<} 
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c’est-a-dire 
27741 


ny (11.14) 
ce qui détermine a et 0 : et a = VL, d'où 
A141 x V LV, Pa = —VLV. (11.15) 


Ceci nous donne la disposition des nombres d’ondes de la paire au voisinage de V = 0, à 
l’ordre le plus bas : 


R 
Vyo vee Gao 
rA ¿o gm, 
&---------- > : L 
ye k, 
k, 2 y Plan complexe R 


V V 
k=aty7tOV), k=- z +0). (11.16) 


Nous vérifierons section 13 que ces résultats restent les mêmes lorsqu’il existe un nombre 
quelconque de paires (évidemment distinctes) entre elles. 

Tl reste maintenant à montrer qu’il existe une fonction d'onde limite en trouvant le coefficient 
convenable devant l'expression (7.14) du coefficient de la fonction d’onde. On voit aisément qu'il 
faut un facteur VV par paire devant l'expression du coefficient (7.14). Dans ces conditions, 
appelons kj, k! la paire relative à q1, etc... il suffit d'étudier la limite de la fonction d’onde sur 
l'expression 


«F) = (vv) pera LE — 


jEF,1<a<y (11.17) 


obtenue en ayant déjà négligé toutes les quantités O(V). On obtient alors : 
e Jim c(F) = 0, si l'ensemble F contient deux indices relatifs à une même paire. 


e lim c(F)= perm 


jim, si l'ensemble F ne contient aucun indice (11.18) 


Eoin * 
k7 Ga Dr 
de paires. 
Le permanent ci-dessus est formé sur les k* et les g* non associés, c'est-à-dire d'indices tels 
que 
2r <j IN et r<a<vy. 


Le tableau suivant des k et des q montre comment ils sont associés : 


Re ky || k f k ky | kor41 … kN 
qı q2 qr @r+1 ++ qp 
À la limite V = 0, ona: 
. 1 . A . 20N; . 
lim k; = lim k; = lim qi = -7> 1<i<r. 
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Dans les coefficients de la fonction d’onde limite ne figurent donc pas les paires. Le dénom- 
brement effectué au paragraphe 10.6 est donc justifié et l’on obtient exactement le nombre 
de solutions limites voulu ; autant qu'il existe de solutions du système d'équations (10.21), 
c'est-à-dire : 

gr = OFT" — OS. 


11.3. PRINCIPE VARIATIONNEL ET ANALOGIE STATIQUE. — Le système d’équations (11.6) 
étant établi, nous montrons ici comment il résulte d’un principe variationnel. Considérons les 
N nombres k et les ÿ nombres q comme des variables complexes indépendantes, les 0 et les 
4 étant fonctions de celles-ci par les équations des deux premières lignes de (11.6) avec les 
déterminations continues précédemment définies. Il est aisé de vérifier que les équations (11.5) 
sont équivalentes aux suivantes : 


—=0, 1<a<p, (11.19) 


+ SV log [laa — 4) + v? + (da — %) Vas. (11.20) 
a<b 


Dans ces conditions les N équations restantes du système (11.6) s’écrivent : 


Ru I<j<N. (11.21) 
Ok; 
On en déduit que la quantité 
zaw iS p- uy (11.22) 
E 2€ 1? L ' 


est stationnaire pour les variations des k et des q autour des solutions du système (11.6). 

Nous pouvons interpréter la quantité Z comme le potentiel des forces d’un système de N +7 
points en statique à deux dimensions. Dans le plan complexe correspondant, considérons N 
points k, d’affixes kı, ..., ky et D points q d’affixes qi, ..., qp- 

D'une part, chaque point k; est lié harmoniquement au centre fixe de l’axe réel de coordonnée 
k* = (27n;/L) (Il faut noter que le potentiel est complexe : si kj — kj est réel, il y a attraction, 
si kj — kj est imaginaire pur, il y a répulsion). 

D'autre part, deux points qa et gs, sont soumis mutuellement à une force dépendant du 
potentiel 


W (qa — %) V 


et deux points kj et qa sont soumis au potentiel mutuel 
~ V 
-W ( — a ; =) ’ 


avec la définition ` F 
W(a; V)=V log (x? +V?) + 2x Arcotg T (11.23) 
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d = 2 Arcotg ba 

ðr V y’ 

les solutions du système (11.6) correspondent donc aux configurations d’équilibre stable ou 
instable des N + points du plan soumis aux forces décrites ci-dessus. On peut noter que le 
potentiel W(x ; V) à interprétation suivante en électrostatique à deux dimensions : c’est le 
potentiel complexe créé en un point d’affixe x par un segment uniformément chargé de charge 
totale +2V, dont les extrémités ont pour affixes +iV. 

Si donc nous avons à faire à un système de fermions répulsif V > 0, les points q s’attirent 
entre eux et repoussent les points k. Dans le cas contraire V < 0, les points q se repoussent 
entre eux mais sont attirés par les points k, ces derniers étant toujours attirés ou repoussés 
harmoniquement par les centres fixes de l’axe réel. A la limite V = 0, la situation se simplifie : 
il faut prendre comme potentiel des forces la quantité Z/V et passer à la limite. Les points 
k; coincident alors avec les points fixes k° et portent des charges +4 : il sagit de trouver 
les configurations d’équilibre des ÿ points g* de charge —1 : c'est l'analogie électrostatique du 
système d’équations limites (10.14) ou (11.8). Cette analogie a été utilisée par Stieljes [17] pour 
caractériser et dénombrer les solutions polynomiales d’équations de type (10.11) c’est-a-dire 
pour résoudre le probléme de Heine [16] (voir appendice M) dans le cas particulier ot toutes 
les charges sont de méme signe, ce qui n’est pas notre cas. 

D'après la discussion de la section 10, toutes les configurations d’équilibre de notre système 
de points ne sont pas admissibles : les charges q ne doivent pas se confondre et si deux charges 
k sont confondues en une paire de charge totale —1 l’un des q doit se confondre avec cette paire 
à la limite V = 0. 

Si l’on oublie les conditions de périodicité, on peut se donner l’ensemble des k arbitraire- 
ment pourvu qu'ils soient tous réels de façon que la solution élémentaire construite sur cet 
ensemble soit bien une fonction d’onde. Il s’agit alors de chercher les configurations de po- 


tentiel stationnaire pour à charges +1 d’affixe qa attirées par les N charges -5 d’abscisses 

On obtient aisément une classe particuliére de telles configurations en cherchant les points 
de potentiel maximum lorsque les q% sont tous réels. Pour cela numérotons les k* selon les 
abscisses croissantes kf < kj <+- < ky et considérons les domaines D où un seul g* est entre 
deux k* voisins, et où deux q* sont séparés au moins par deux k*. 


D : ki <q <kii, ke <q < key, j +1 < £, ... etc. 


Montrons que dans le domaine D le potentiel admet un point stationnaire où il est maximum. 
Le potentiel est une fonction continue et réelle des variables g* dans l’intérieur de D. Sur la 
frontière de D, des points g* coincident avec des points k* mais sans que deux points g* puissent 
se confondre sur le même k*. Il s'ensuit que le potentiel vaut —c sur la frontière D. Il atteint 
donc sa borne supérieure dans D où il est stationnaire puisque dérivable. 

Nous n’avons pas réussi à utiliser ce principe variationnel pour démonter que les nombres 
quantiques de l’état fondamental sont toujours ceux de l’état fondamental du système sans 
interaction. 


12. Nature du gaz attractif 


Dans le cas attractif, on s’attend à l’existence de paires de fermions liés au sein du gaz unidi- 
mensionnel, puisque le potentiel 6 donne lieu à un état lié dans l’état singulet. S’il en est ainsi, 
la fonction d’onde décroit exponentiellement avec la distance des deux particules de la paire, 
pourvu que cette distance reste bien inférieure à la longueur de périodicité. Il existe alors des 
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solutions du systéme (10.1)-(10.2) telles que certains nombres k aient une partie imaginaire 
non nulle. Etant donné le caractère “réel” du système — évident sous la forme (11.6) — les k 
complexes interviennent par paires conjuguées. Nous nous plaçons dès le début à la limite du 
grand volume de façon à négliger les queues exponentielles de la fonction d’onde aux limites 
de ce volume. 


12.1. LES EQUATIONS COUPLEES A LA LIMITE DU GRAND VOLUME. — Supposons donc que, 
pour un certain indice j nous ayons une solution de (10.1) telle que : 


Im k; > 0 


Alors le premier membre de l'équation (10.1) d'indice j est de l’ordre de exp {—L Im k;}, 
quantité extrêmement petite à la limite du grand volume, et il existe un indice a tel que 


iV 
kj = qa — “=> +O (exp — L Tm kj). (12.1) 
Ceci nous permet d’écrire à approximation exponentielle 
iV V 
ky = G0 — > Im qa > (12.2) 


De même, s’il existait un ke avec Zm ky < 0, on en déduirait un indice b tel que 


iV V 
ke = q + — Im q < —— 
£ = db 2 db 2 
Examinons alors l'équation (10.2) relative à l'indice a. Le numérateur du premier membre 
s’annule et sous réserve qu'aucune différence qe—qa ne soit égale à iV , le dénominateur s’annule. 
Il existe donc un indice tel que 
ke = qa = > (12.3) 
A un même qa sont donc associés deux nombres k que nous noterons désormais par ka et ka 
(au lieu de k; et ke) tels que 


ka = da — u 
2 (12.4) 
ka = da + PI 


avec les inégalités 
V < Tm qa < -V 


et avec les restrictions déjà énoncées : toutes conditions qui sont remplies si les g sont tous 
réels, ce que nous supposerons dans un but de simplicité en nous restreignant à la classe de 


telles solutions. S'il existe r “paires complexes” relatives aux nombres q1, q2, .…, qr, on obtient 
aisément la forme des P — r équations (10.2) pour les nombres q restant : 
iV 
N se Lan. g 
I kj da + 2 A db — Qa +iV (12 5) 
iV Ca _ 5 . 
j=2r+1 kj — qa — > bor 16 da av 


où sont éliminées les quantités relatives aux paires complexes. En terme des angles @ et #, on 


obtient : 
D tee) dy Peer (12.6) 


i>r b>r 
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Nous allons maintenant étudier les équations restantes sous la forme (11.6). 
Des premières équations (11.6) et de (12.3) on déduit, pour 1 <a <r 


iV V 1 
qa — q — — = = cotg 3 Vab 


2 2 
Bab = 5b, 
ou encore | 
eia = 1 — iV 
da — Qb 


d’où l’on obtient, d’après la définition des Ÿ : 
Re 6a, = Var = Re ĝa, Oa. (12.7) 
Pour a = b, a < r, on obtient simplement à l'approximation exponentielle 
Tm baa = —Im 03, = ordre du volume, (12.8) 
la partie réelle de 0,4, étant encore indéterminée. 


Examinons ensuite les équations de périodicité. Pour j > 2r, elles demeurent inchangées. 
Par contre, elles nous donnent pour la paire relative à qa : 


Na = Na 

La = 270a + X` Re bas (12.9) 
b 

as ae = >X 6 12.10 

2 = - M Vab ( = ) 


les équations (12.10) précisent (12.8) de la façon suivante : 
ak 
Im Da X EVI, pour L grand. 


Si nous rassemblons les équations utiles nous obtenons : 


2 1 : 
y (ki — qa) = cotg 5Vias j > 2r (12.11) 
: ( ) = cot a; (12.12) 
yV da qo 24 8g 2 ab . 
D> Gea) Vis FRS 
3>2r b>r 
So bja +2 Re baa = > Wea, 1<a<r. (12.13) 


j>2r b>r 
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L’élimination des quantités Re ĝas, grâce aux relations (12.7), et Re Baa, grâce à (12.13), 
nous donne enfin le système complet 


X bja = X de r<a<D 


3>2r b>r 


Lk; = 200; + 2 bie j > 2r (12.14) 


1 1 
Lu = 20M + 5) Vars D, Po a<r. 


b<r j>2r 


Nous avons (N — 2r) +r + (Ø — r) équations pour N — 2r quantités k et ÿ quantités q. 
Lorsque le nombre de paires complexes est maximum, c'est-à-dire pour r = 7, la dernière 
équation (12.14) disparaît. 
Dans le cas du spin 0, les angles 0 ne figurent plus et l’on obtient : 
1 ok _ 
y (da — 4) = cotg 3 Vab 1<a,b<p. 


1 2 
La = 20a + 5 2, Vas (12.15) 


Les entiers n, sont tous distincts. 
L’impulsion totale s’écrit : 


et l'énergie : 
eee Se 
iV iV 2 y? 
B= (a) + (a+ F) nn (12.16) 


12.2. LA FONCTION D’ONDE. — Il nous faudrait vérifier qu’il existe bien une fonction d'onde 
correspondant à chaque ensemble de k et de q, solution du système (12.13)-(12.14) relatif au 
cas infini attractif. Nous allons montrer l’existence de celle-ci pour le cas particulier du spin 0 
et du nombre maximum de paires conjuguées. Pour cela nous construisons la fonction d’onde 
comme limite de la fonction d’onde générale dont les coefficients dans le secteur co sont donnés 
par l’expression (7.14). 

Dans ce secteur nous avons les inégalités : 


To |: Xi < Tj, 1<j<v,v<i<N (12.17) 


La fonction d’onde est la somme suivante : 


p= Y c(kakg ... ks) I(aß ... du … p) 
[F] 


x exp {i (ka£u+1 + kotv42 +: + korn) + ilkti +-+++kpty)}. (12.18) 


F = {aß ... 6} est un ensemble quelconque de 7 indices distincts ; les indices À, ..., p forment 
l’ensemble complémentaire de F. I est le signe de la permutation des indices. 

D’après notre hypothèse, nous avons N = 2v et tous les k sont complexes. Pour que la 
fonction y reste bornée lorsqu’une variable augmente indéfiniment en respectant les inégalités 
(12.17), il est nécessaire que l’on ait les conditions suivantes pour chaque ensemble d'indices : 
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e ou bien 
c(kakg... ks) =0 


e ou bien 


C(kakg … ks) £ Oet Im ka <0, Imkg <0, ..Tm ky > 0, Imk, > 0, ... (12.19) 
L’ensemble des k indexés par F est donc identique à l’ensemble des ka tels que : 
1<a< 5, 


et l’ensemble complémentaire est identique à l’ensemble : 


Aux permutations près des @ indices, il ne doit donc exister qu’un seul coefficient non nul : 
c(ky ke see kz). 

Dans le secteur oo et à la limite du volume infini, la fonction d’onde doit donc se réduire au 
produit de deux déterminants : dans l’un ce sont les variables de la seconde colonne qui sont 
associés aux nombres d’onde qa + Y dans lautre celles de la première colonne sont associées 
aux nombres d’onde qa — ~X ; d’où la fonction d’onde dans oo à la limite du volume infini : 


| | VIS z 
P |oo = det |exp {tgar;}|,<, det [exp {igate}|,., X exp 5 D; - 5 Le (12.20) 
j=l t=v+1 


Il reste à montrer comment obtenir la fonction d’onde (12.10) à la limite L = œ a partir de 
l'expression (7.14) ou (7.12) pour le coefficient c(F). 

Il suffit de choisir une normalisation convenable pour passer à la limite du grand volume. 
Nous remarquons en effet que le coefficient c (ka ... ks) donné par (7.14) augmente indéfiniment 
lorsque l’un des k tend vers une des quantités q + x : Cest justement ce qui arrive dans le cas 
attractif d’après les égalités limites (12.1) et (12.4). On le voit aussi directement sur la forme 
(7.12) du coefficient. Nous redéfinissons les coefficients de la fonction d’onde en multipliant 
leur expression déterminantale (7.12) par un même facteur ; nous choisissons comme nouveaux 
coefficients les quantités 


e (kakg a ks) = c (ka da ks) exp —1 (ky ++ kz) L, (12.21) 


avec 


iV 
ka = qa + — 


7 pour l<a<p 


(à l'approximation exponentielle). 
On voit tout de suite d’après (7.12) que le seul coefficient e (ka ... ks) qui soit non nul est le 
suivant (aux permutations près des 7 nombre ka) 


La fonction d'onde de spin 0 où les états d'impulsion sont tous occupés par paires a donc la 
forme (12.20). La limite V = 0 nous donne clairement la seule fonction de symétrie convenable 
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lorsque les états individuels de nombre d'onde n1, ne, ..., np sont occupés par paires. En se 
basant sur le principe de continuité en fonction de V, on peut donc penser que la fonction 
d'onde de l’état fondamental dans le cas attractif est du type (12.20) pour la solution du 
système (12.15) qui minimise E. | 

Nous voudrions pouvoir interpréter cette classe d'états comme ceux d’un gaz de paires de 
fermions liés. Cependant nous ne connaissons la fonction d’onde de ces états que dans le seul 
secteur go, où il n’est pas possible d’envoyer une paire symétrique à l'infini. Il est curieux, à 
ce propos, de constater que la fonction d’onde nous soit explicitement donnée seulement dans 
le secteur représentant la configuration de particules la plus improbable de toutes, puisqu'elle 
correspond à la séparation complète des fermions de chaque espèce (ou des deux spins). Il est 
cependant possible de montrer l’existence des paires liées au sein du système en les “séparant” 
une à une de celui-ci. Il suffit pour cela de connaître la fonction d’onde dans les secteurs où 
une paire symétrique d'espace peut s’éloigner de toutes les autres : c'est-à-dire justement dans 
le type de secteur que nous avons appelé o, 


T, : ai Ta Xy 
x, X sa xn 
T, eo ] ” } 
ye 
eyo 
paire 


Dans g, une variable de la première colonne, par exemple r,41, et une variable quelconque 
de la seconde colonne peuvent augmenter indéfiniment. Or nous connaissons les coefficients de 
la fonction d’onde dans c, d’après la formule (5.2) : 


A {P} = Ao{P} e rl avecici, a = (v +1). 
Les coefficients e, (ka ... ks) définis dans g, sont donc donnés d’après (12.21) par 
ev (Kans kg) Se ete (ka kr). (12.23) 


On voit aisément d’après (7.12) que, à la limite L infini, les seuls coefficients non nuls dans o, 
sont : 
ep (kika _ kz) > ev (kikoks ooh kz) ; etc. 


(et ceux obtenus par permutations) 
On trouve par exemple : 


= > LV 
Eu (kiko wee kz) = Yel F) = Il (1 “i me k ) 


a=2 12.24 
= Il Qi — da 
agi qi — da — iV 
La fonction d'onde dans a, admet donc le développement 
Plea = Ye (ki ko es kz) x Etr [Pyte, +) TN TOE (12.25) 
1 


v 
tkikp |p : 
x X CP tiy Say Bete Thy sets Tolk, de 
=I 
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Vv 


| V 
AN e, (kı ... kz) exp fia (tp +241) + a (fv41 — 7} 
1 


p= 
se oN A 
Pho .. , (2122 Sty At ia Ce Bese oe tye 

Chaque terme de cette somme correspond à une paire de particules de coordonnées x, et 
XLvy41, associée à l’un des pseudo-moments qi, … Le terme relatif à qı est le produit de la 
fonction d’onde de l’état lié à deux particules dé moment total 2q,, par la fonction d’onde 
totale à (N — 2) particules (^72) définis par les moments kp, ko, ..., ky, ky. Il est alors 
évident (12.25) d’après les propriétés asymptotiques de (^=?) dans le secteur op à (N — 2) 
particules, que si la paire r,, t,41, s'éloigne indéfiniment avec l’impulsion 2q1, la fonction 
d’onde totale admet la factorisation asymptotique 


e, (kr...) oP (tprp) PIN), (a1. Se-1E p41 TN). (12.26) 


Nous appuyant sur le résultat précédent qui concerne simplement la séparation d’une seule 
paire, nous interpréterons cependant la classe d’états dont les fonctions d’onde sont du type 
(12.20) dans le secteur go, comme les états d’un système de fermions liés par paires, ot le 
potentiel 6 attractif 4 une dimension associée dans un état lié unique deux fermions d’espéce 
différente. Les nombres q qui déterminent fonction d’onde et niveaux d’énergie sont donnés par 
les équations (12.15), ce qui nous amène à la remarque suivante : 

Les niveaux d'énergie du gaz de paires de fermions constituent une classe particulière de 
niveaux d’un gaz linéaire attractif de bosons. 

En effet, les équations (12.15) et (12.16) s’écrivent : 


1 
2qa — 2% = 2V cotg 3 Vabs 


12.27 
2qaL = 2r + 2na +Y Vav Cee 
b 


2 
E= > > (2qa) — pt- (12.28) 

On reconnaît ci-dessus les équations pour les pseudo-impulsions 2qa du système de bosons en 
interaction sur une droite, déjà considéré par Lieb et Liniger [8] dans le cas répulsif seulement ; 
le cas des bosons attractifs dans une boîte est en effet sans intérêt faute de propriétés extensives. 
Nous voyons cependant comment le système d’équations correspondant au cas attractif admet 
une interprétation nouvelle quand il détermine les niveaux du système de fermions liés par 
paires. Nous étudierons un tel système dans la section 14 dans le cas du spin total 0, cas où les 
équations (12.15) sont plus simples que les équations (12.13) et (12.14) relatives à une valeur 


quelconque du spin. De ce fait, il s'agira de l’état fondamental du système attractif. 


13. Voisinage de V = 0 à volume fini 


Nous nous proposons de calculer à partir des équations couplées le développement limité au 
second ordre dans la constante de couplage de l’énergie d’un état de nombre quantiques {n} 
{q}, afin d’en comparer les termes à ceux que fournit la méthode de perturbation usuelle. Le 
calcul a été fait dans les seuls cas particuliers extrêmes où 

1) les entiers n sont tous appariés 

2) les entiers n sont tous distincts. 

Les cas intermédiaires participent des deux cas extrêmes et conduisent à des complications 
sans intérêt. 
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13.1. LES ENTIERS n SONT TOUS APPARIÉS. — Il s’agit donc d’un état de spin 0 avec N = 2v. 
Il est naturel de simplifier l'écriture en associant ka, k/, au même indice a qui est celui du nombre 
quantique limite n, de la paire. Le système (11.6) s’écrit alors : 


2 1 
y (Kb — qa) = cotg zlta 
20, 1, (13.1) 
V (kp — Ga) = cotg 3 Vo 
1 1 
y (% — da) = cote 5% ba (13.2) 
> Ooa + Oia = > Wha (13.3) 
b b 
Lky = 270 + 5 Oba 
. (13.4) 
Lk, = 270 + 5 Ola. 
Il est commode de considérer les quantités 
1 
ky — 5 (ka + ka) 3 
2? (13.5) 
ky = 3 (ka — kG), ete. 


On vérifie alors que les diverses quantités admettent les développements limités suivants ou 
le paramétre de développement est en réalité LV : 


Ny — Ne 
Qn V 1 LV? € 1 
= — — > n n —— O 3 
L MT 27 c Ny — Ne (27)3 c (ne — ne) t Vv ) (13.6) 


y\i/2 pi/2y3/2 ! 1 n2 ; 
=- =f Loo — 2 /2 
k (5) gr? Dm + 3 +0(V ) 


D wn, VRP fe 1 T? 
Oza = (LV)! tp L u n 3 +o (v52) 


13.7 
_ (LV)3/2 1 5/2 (13.7) 
Bu = Gera 3 +o (V ) b#a 
Wye 1 
gt, =! ——— +o0(v’ 
aa (27)3 - (ne _ na)? ( ) 
LV 1 
+ LE 
Ba = OF np one (13.8) 


(LV)? I< 1 1 
t (2x) > (ns ~ Na) (ns = ne) (Na — Nc) 7 5 +0 (v>) 
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Da = — (13.9) 


! 


1 2 
> (na — Nna) (ns — ne) (Na — Ne) (np — Na)’ 


+ O (Vi) 


On en déduit le développement de l'énergie par particule à volume fini au troisième ordre 
près pour la classe des états totalement appariés : 
E Eo 


1 1 
SSS = 2 3 
nN ob ro) (13.10) 


avec s 3 2 
TN, 
Ey s5 ) 
b=1 (13.11) 
N 
P BA 


On notera qu’au troisième ordre près le déplacement en énergie par rapport à l’état non per- 
turbé est indépendant des nombres quantiques de celui-ci. Le développement (13.10) coïncide 
avec le développement perturbatif de l’énergie du fondamental de spin 0 tout au moins à la 
limite du volume infini. 

En effet la correction du second ordre est donnée par la formule classique : 


AV? = (pi + po — p3 — pa) 
B® = 13.12 
r? De Di + D3 — D3 — pi 


` , 2mn : . 
où la somme sur les nombres d’ondes p = T est restreinte au domaine : 
|pı] > po pal > po, Ipa] < po, [pal < Po, 


2 
où l’on a défini le moment de Fermi po par p = abo, 
T 
BE. : 1 , 

A la limite L — oo, la somme (13.12) devient une intégrale qui a la valeur —-—V?. En fait 

la somme (13.12) devrait avoir cette valeur quelque soit L. Nous l'avons vérifié après un calcul 
ie | re 3T  . F 

pénible de la série multiple (13.12) dans le cas particulier po = T puis nous avons trouvé enfin 


une preuve générale. 


13.2. LES ENTIERS n SONT TOUS DISTINCTS. — Développons les quantités k, q, 6 et relatives 
à un état de nombre quantiques {n}, {q*}. 
D’après l’étude effectuée section 11 nous pouvons écrire : 


bis + V?6,;, +0 (V°?) (13.13) 
3 a 
2V 
Pia = —— + Vi + O (V°) (13.14) 
qi B da 
* Ve 3 
koh +Vxit+ + DO +O(V ) (13.15) 


da = à + Va + O (V?). (13.16) 
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Les coefficients inconnus O, Ÿ, x, sont déterminés par les relations (11.6) ; on obtient ainsi, 
outre les relations connues entre k* et q* 


Xj z= — = 7 (13.17) 
L a ki — qa 
a Xj 
gaa (13.18) 
(k; = q) 
Poe = 2- e (13.19) 
(gë — až) 
Enfin, le système homogène pour les coefficients » déduit de la relation (11.5) : 
5 XiT Fa ig e e (13.20) 
| (a5 — qa) 


Pour résoudre ce système nous le rapprochons du système de définition des nombres g* 
1 1 
~- =2) ——. 13.21) 
> kj — qa > dE - % 


Nous y substituons aux k* des variables À; dépendant d’un paramètre t, avec \;(t = 0) = kj. 
Ce système en À et q* nous définit P fonctions g*(A) des 

variables À. Dérivons les deux membres de (13.21) par rapport à t, pour t = 0 . Nous 
obtenons : 


dA; “ts dq dq 
aL reg Ue mre ) u aO 
2E Se (13.22) 
; a p (aa) 
Si donc nous a. le Sete différentiel compatible suivant : 
1 1 
PE aa eazy 
avec les conditions initiales wy 
a 0) = xe (13.24) 
Nous aurons en comparant (13.22) a je 
dq; 
*(0) = Ha, .2 
(0) = y (13.25) 


puisque la solution du problème de Cauchy (13.23) (13.24) est unique, si lon choisit naturel- 
lement la branche convenable de chaque fonction g(A) telle que lim GA) = gg. 


Nous obtenons alors pour l'énergie le développement suivant : 


2 
E=) k + IVD Ex; + VAE DA + D x p +0 (V9) (13.26) 
j j ja j 


ou encore 
E = EW + EV +E +0 (V°), (13.27) 
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avec 


où l’on a utilisé les relations (10.14) ou (11.8). 
On peut encore écrire EU) sous la forme 


V 


EU) =— 
z! 


N(N +2) —4S(S +1) (13.28) 


L’expression pour EC) s'écrit : 


d 1 
(2) = y2 SU nee à 2 
EQ =V 25 valz )_ + x}. 
ja = j 


=g 
c'est-à-dire, compte tenu des relations (13.23) et (13.24), 


EM = VIS x. (13.29) 
j 


On notera que l'expression (13.28) de EC) découle d’un résultat classique [22] pour l'énergie 
au premier ordre d’un système de fermions de spin 1/2 dont l'interaction est indépendante du 
spin. Dans notre cas, on a 


BO) = Intensité de nombre de paires 
: ~ l'interaction ^ symétriques d'espace‘ 


En l'absence de “paires” au sens défini dans cette étude, on retrouve le résultat (13.28). S'il 


i : i ; f 2rV ES 
existe r “paires”, on obtient un terme supplémentaire = on retrouve ainsi le terme du 


1 
premier ordre de la formule (13.10) dans le cas S = 0 et r = =N. 


Quant à la correction du second ordre, on peut l’interpréter en reprenant l'analogie électro- 
statique de la section 11. La quantité x; définie par l'expression (13.17) est proportionnelle au 
champ électrique créé par les charges q* au point k} ; et EU) représente la valeur quadratique 
moyenne des forces électriques agissant sur les centres fixes ky; 


14. Energie de l’état fondamental de spin donné : cas attractif 


14.1. LES NOMBRES QUANTIQUES. — Quels sont les nombres quantiques {n} et {q} du niveau 
d'énergie le plus bas ayant un spin et une impulsion totale donnée ? Quel est le spin et l’énergie 
de l’état fondamental ? 

Pour répondre à ces questions, il faudrait savoir utiliser l’analogie statique décrite section 11, 
c'est-à-dire déterminer la configuration d'équilibre du système des points k et q pour laquelle 
la somme 
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serait minimum, considérée comme fonction des divers nombres quantiques. Mais cette analogie 
statique est complexe et semble difficile à utiliser. La complexité vient de l’existence des forces 
à deux corps répulsives et attractives auxquelles sont soumis les points k et q ; elle vient aussi 
du fait que ces forces sont discontinues (comme les forces entre une charge et un feuillet chargé 
a la traversée de celui-ci). 

Nous ferons l'hypothèse que l’état de base, de spin S donné, est à chercher parmi les états 
d’appariement maximal, c'est-à-dire les états où existent le nombre maximum de “paires” 
compatible avec la valeur S. D’après les conclusions de la section 11 et leur application au 
cas attractif (paragraphe 12.1) le nombre r de paires est alors exactement égal à P. Cette 
hypothèse est évidemment vérifiée pour le système de fermions sans interaction où l’on réalise 
l’état d'énergie minimum en remplissant les états individuels par paires de singulets jusqu’au 
niveau de Fermi. 

Moyennant cette hypothèse notre analogie statique se simplifie légèrement et conduit à un 
système de points en interaction purement attractive. En effet les équations couplées du système 
apparié sont les équations (12.14) avec r = P. Elles dérivent du principe variationnel suivant : 


óZ =0 


avec 


-XY lu- V)- Y AC =) (14.1) 


L’énergie est donnée par la somme : 


E= Le- (14.2) 


j>2p a 


Cependant, il faut achever de définir l’expression du potentiel des forces (14.1) en précisant 
la détermination des angles qui figurent dans les fonctions W. Pour le potentiel entre points q, 
nous avons 


W (qa — œ, V) = V log [Ce — g) + v?]| + (da — qo) Vab (14.3) 


avec 
=T < Pab < T, signe wa, = — signe (qa — Qo), 


d’après l'hypothèse de non-croisement des points q. 

Quant au potentiel entre k; et qa, il est défini de façon analogue à (14.3) en fonction de la 
détermination continue de langle 6;,, qui doit garder toujours le même signe lorsque V varie 
sur [—00, 0] d'après le paragraphe (11.1). Il suffit pour connaître celui-ci d’étudier le voisinage 
de V = 0. Nous aurons donc 


signe ja = —signe (nj — Na) 


c'est-à-dire 
2k; — 
Oia = Arctg ae =E (nj a Na) 
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Les équations couplées (12.14) s’écrivent alors sous la forme : 


k; - 
Lk; =n [an -5 € a-m) +25 Arctg 2 aie 
b b 
2(K; — qa) 


1 1 
La =r Sn) +524 do ETES 


(14.4) 


Ces équations dérivent alors d’un principe d’extrémum analogue à (14.1) où, cette fois-ci, les 
forces entre les points k, q, et les centres fixes — dont les coordonnées sont entre parenthèses 
dans l’expression (14.4) - sont toutes attractives. Nous pensons alors intuitivement que la 
somme (14.2) sera la plus petite possible pour la configuration la plus “serrée” de centres fixes. 

Prenons pour simplifier l’état de base de moment total K = 0 ce qui implique : 


N =2 (mod 4) si S est pair 
N =0 (mod 4) si _ S est impair, 


Nous poserons 
D=92p+l,v=2t+1,N =2%{p+t+1), S=t—p. (14.5) 


Nous avons alors le remplissage suivant pour le système sans interaction : 
— Etats occupés par paires : 


Na =a, —p<a< +p. 


— Etats non appariés 
nj=j, p<|j| <t. (14.6) 


Les nombres quantiques n suffisent à définir complètement les états d’appariement maximal 
d’après les résultats des paragraphes 10.6 et 11. 


Remplissage de la mer de Fermi : 

x Etats appariés en nombre égal à P = 2p +1 

e Etats non appariés en nombre égal à 25. 

Ce remplissage donne lieu à la configuration suivante des centres fixes que nous pensons être 
la plus serrée possible, d’après les équations (14.4) qui s'écrivent en ce cas d’après le choix 
(14.6) : 

Lk; =1(25—-2p-1)+:.. j>p 
Lk; =r(2j+2p+1)+: 9 < =p (14.7) 
Lg =2na+---, jal <p 


d’où la configuration des centres attracteurs fixes de l’analogie statique : 


x centre attracteur de q 
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e centre attracteur de k 
Après un léger changement de notation d’indice, on peut écrire le système pour les k et q de 
l’état qui correspond continüment à l’état fondamental non perturbé de spin S et d'impulsion 
K=0: 9 
Lky =27r7\+2 5 Arctg vi 


—p<b<p 


1 2 
= a -Y Aretg (ky — 
Iq, =2nat+ 5 7 Pab à rctg V (ka — qa) 


(ky — qo) 
(14.8) 


RES 1 
où a prend les valeurs entières de —p à +p, et À les valeurs demi-entières entre — (s — z) 


1 
et S — =. 
Lorsque V devient très grand on notera les équivalences : 

je “igh 27 À x% 

À qa T, 

9x \? P Sz V (14.9) 
E «(2) (Deto 
1 Aztl 


A la limite d’une très forte attraction, l'énergie de liaison des “paires” est prépondérante et 
favorise le spin 0 pour l’état de base. Il n’est pas évident sur le système d’équations (14.8) que 
ce soit le cas quelque soit V. 


14.2. LA LIMITE “THERMODYNAMIQUE”. — Nous nous intéressons aux propriétés limites 
— dites thermodynamiques — de notre système de fermions attractifs lorsque le volume L 
augmentant indéfiniment avec le nombre de particules, la densité reste constante et le spin 
total garde une valeur macroscopique donnée. 


0 N 2ko 
e lim — = p = — 
T (14.10) 


. 25 PEPEE 
e lim N og = magnétisation . 


Les équations (14.8) prennent une forme limite aisée à obtenir en supposant que les points 
ky et qa se densifient sur des segments [—k1,+k1] et [—-qo, +qo] avec 


ky = jim, ks_1, 9 = jim dp- (14.11) 
avec les densités respectives : 
1 1 
—fitk t — ; 14.12 
A et fo (14.12) 
Nous avons donc : 
1 +40 
p(l—a) =1/ q) dq 
i pom (14.13) 
2p == | ilk) dk 
FT —ky 


et l’énergie par particule : 
=e-—-—(l-o) (14.14) 
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l f f o ETE J ee uh (14.15) 


2TP —ki — 90 


Les équations (14.8) nous donnent à la limite le système intégral : 


+40 ! 1 
1= fi(k) + M BECO a, —k <k < kı (14.16) 


— 40 (k LE q')? + PE 


1 y| ft !) dq! yj pth k) dk 
ge by A T A LA oe ELS a 
2 2T Jœ (@-W)+V? Ar Ja, (k-q)} +4 


q 


—Go <q < qo. (14.17) 


L’élimination de la fonction fı entre (14.16) et (14.17) conduit à l'équation de Fredholm 
inhomogène pour f : 


+qo y F ; V +kı dk 
orf Kenna- YS "2 g 
S T Jk V 
qo 1 (k 7 q)? pa 
4 
avec le noyau : 
v \? dk 
K(q, g') = (= I ip —— 5. (14.19) 
27) Joe [(k- 9)? + PT [k -g E] 


Si l’on considère kı, go, comme des paramètres, la solution unique de (14.18) détermine la 
fonction f. 
La densité et le spin sont alors donnés paramétriquement par les relations 


1, 1 +go A 2 k 
= — — — t _ 3 
a ae D f(a) Arctg yj (k1 — 4) da, (14.20) 


1 +40 

pAi-— a) = = f(a) dq, (14.21) 
g —4o 

et énergie par les formules (14.14) et (14.15). 

La forme du noyau K ne laisse espérer qu’une solution numérique pour l’équation (14.18). Le 
calcul a été entrepris et nous donne un réseau de courbes représentant l’énergie par particule 
E en fonction de la magnétisation o pour diverses valeurs de la densité p. A la précision du 
calcul, il apparaît que la fonction E(c) est croissante et que l’état fondamental du gaz attractif 
a probablement toujours le spin 0. C’est ce que montre la figure 1. 


15. Energie de l’état fondamental (spin 0) : cas attractif 


15.1. L’EQUATION INTÉGRALE DU SYSTÈME INFINI. — Nous n'avons pas démontré que l’état 
fondamental du système de fermions attractifs avait le spin total 0. Cependant, ce fait est 
presque sûr pour deux raisons : 

D'une part, le calcul numérique effectué pour la classe d’états étudiée dans la section 14 
montre un minimum de l'énergie E en fonction de la magnétisation. D’autre part, si les proprié- 
tés extensives d’un système linéaire sont indépendantes de la nature particulière des conditions 
aux limites, le théorème [10] de Mattis et Lieb s'étend au système étudié, et l’on peut conclure 
que l’état fondamental n’est pas magnétisé. 
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E/N 


Energie par particule 


e=2,4 
COURBES 
aon / #7 D’ EQUIDENSITE 
3.18 2.93 2.40 : 
2.43| + 
T 

0 moe 

1 Magnefisation 


Fig. 1. — Courbes d’équidensité. 
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Nous ferons là encore ’hypothése d’appariement maximum : 
r=p=-N>S= 


Les nombres quantiques {n}, au nombres d’onde limites des paires, étant donnés, les équa- 
tions couplées (12.15) s’écrivent simplement : 


Se =O l<a<p=p (15.1) 
avec la définition de W : 
ve 2na \* iw ~q, V) (15.2) 
me: = a L 2 a<b Le | 


Cette fonction des v variables q peut être considérée comme la fonction potentielle d’un 
système de points d’abscisses qa, supposés glisser sur l’axe réel, attirés chacun harmoniquement 
par un centre fixe de coordonnée q% = 2, et s’attirant aussi deux à deux. Pour montrer 
l'existence d’une solution au système d'équations (15.1) ou (12.15), il suffirait de prouver que 
W atteint son minimum absolu à l’intérieur du domaine 


gi <<: <Q, (15.3) 
en supposant le classement suivant des entiers distincts 
Ny << Ng Sees EN. 


On verrait aisément que le minimum absolu de W n’est pas atteint sur les arétes d’ordre 1 du 
domaine (15.3), par exemple pour 


a<@=g<g <i} 


mais cela semble plus difficile à prouver pour les arêtes d’ordre supérieur. 
Il s’agirait ensuite de trouver l’ensemble {n} qui rende le plus petit possible la somme 


v 
2ta 
1 


Guidé par l’analogie statique, il semble qu'il faille choisir le système d’entiers {n} le plus “serré” 
possible. Si nous nous restreignons à la valeur K = 0 du moment total, il existe un entier p tel 
que 

N=4p+2, v=v=2p+1, (15.4) 


et par conséquent le choix suivant des entiers n s’en déduit (après une translation sur ]’indice). 
Na =a, —p<acp. (15.5) 


Ce choix intuitif correspond au remplissage normal du fondamental non perturbé. L’énergie 
par particules est donnée par l'expression 


is (15.6) 
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avec : 


1 2 
= + . 15. 
e=; > q (15.7) 
Comme au paragraphe (13.2), nous cherchons à calculer € à la limite “thermodynamique” : 
N 
N — œ, T =? (15.8) 


L 
Si les points q se densifient sur un segment [—go, +qo] avec la densité z TD nous obtenons 
n 


la limite des équations (12.15) : 


cotg va -q)= Sa — q'), (15.9) 
1 d +40 1 i i 
1= f(q)+ in da pla- d) fld) da (15.10) 
— 46 


Le nombre gp peut être appelé un pseudo-moment de Fermi. 
La fonction paire positive f(q) est déterminée par l'équation intégrale inhomogéne 


+40 ! 1 
f(g — | PLAN = 2 (15.11) 


d’où l’on déduit, en fonction du paramètre qo, la densité p et énergie : 


1 +4qo 
p=} f f(a) aq (15.12) 
T —40 
1 +40 2 
E= — a f(a) dq. (15.13) 
TP 40 


De fait, le seul paramètre qui intervienne dans l’équation (15.11) est le rapport 


V 
-=k so (15.14) 
go 
et d’après le changement de fonction 
_ q 
Ja) =F (2) (15.15) 
go 


«ft! F(y) dy 
F — =2, —1 1 15.16 
ori j, pure ire (0516 
1 
ko =a | F(a) da, (15.17) 
0 


1 
e= i | a? F(z) dr. (15.18) 
0 
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L'élimination de go entre les équations (15.17) et (15.18) nous donne |’énergie en fonction 
du vrai moment de Fermi et de la constante de couplage V. 
Pour des raisons de dimension, il existe une fonction € telle que l’on ait 


¿=V E (=) (15.19) 


1 
et qui résulte de l'élimination de # entre (15.17) et (15.18), pour |V| = 1 ou go = =. 
K 


Avant d’étudier la solution de ce système, une remarque s'impose. 

L’équation linéaire inhomogène (15.11) diffère de celle qu’ont obtenue Lieb et Liniger pour le 
gaz de bosons [8], uniquement par le signe de la constante de couplage. Sous la forme (15.16). 
Nous avons un signe + devant la quantité « et les auteurs cités ont un signe —. Il s'agissait 
pour ceux-ci de calculer l'énergie du fondamental du gaz linéaire de bosons répulsifs. Il s’agit ici 
d’un gaz de fermions attractifs. Notre système présenterait-il quelque analogie avec un système 
de bosons attractifs ? Il suffit de considérer les formules (12.27) pour répondre et énoncer qu’il 
y a identité entre la distribution des pseudo-impulsions des paires de fermions attractifs dans 
l'état fondamental et la distribution des pseudo-impulsions des bosons attractifs dans un état 
excité bien défini. Cet état d’excitation du gaz de bosons attractif est nécessaire pour empêcher 
Vagglutination du gaz de Bose qui ne possède pas de propriétés extensives dans le fondamental. 
Tout se passe comme si chaque paire liée de fermions dans un état singulet correspondait à 
un boson du point de vue de la dynamique. Mais du point de vue de la statistique, ces bosons 
se souviennent qu’ils sont formés de deux fermions pour ce qui est de l'occupation des états 
individuels (cette expression prenant son sens du fait de la correspondance continue avec les 
états d’un système libre). 

Il existe peut-être une analogie entre les fonctions d’onde de deux systèmes mais nous 
l’ignorons, car nous ne connaissons notre fonction d’onde que dans un seul secteur, alors qu'il 
serait utile pour la comparaison de reconnaitre les paires pour toutes les imbrications possibles 
de celles-ci entre elles. 


15.2. RECHERCHE D’UN DEVELOPPEMENT DE HAUTE DENSITE. — Il s’agit maintenant d’étu- 
dier la solution de l’équation intégrale (15.16) afin d’obtenir la fonction € définie en (15.19). Or 
cette équation a déjà une histoire et possède une position centrale dans un probleme classique 
d’électrostatique à trois dimensions [18]. Ce problème est celui des deux disques conducteurs 
circulaires de rayon 1, coaxiaux et séparés par une distance |x|. Si « est négatif, il s’agit du 
condensateur proprement dit, où les deux disques sont portés à des potentiels opposés. Si «x est 
positif il s’agit du “conducteur unique” où les disques sont au même potentiel. Le condensateur 
correspond donc au système de bosons répulsifs et le “conducteur unique” correspond au sys- 
tème de fermions attractifs que nous étudions. Pour préciser la correspondance il est commode 
d'effectuer un changement d’échelle et de considérer des disques distants de l’unité, mais de 
rayon variable go (c’est-à-dire on considère le système (15.11) avec |V| = 1 ) on obtient alors 
la correspondance 


qo 
ko = f(q) dq = charge totale sur un disque 
0 


go 
ko€ (ko) I q° f(q) dq = secondmomentdescharges, parrapportl'axedudisque 
0 


avec f(g) + = i fade (15.20) 


T — 40 (q m; q')? + 1 E 
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La quantité réduite € (ko) représente donc le rayon carré moyen de la distribution de charge 
en fonction de la charge totale d’un disque. 

Notons enfin que la réduction du problème électrostatique à l'équation intégrale (15.16) ou 
(15.20) a été effectué en 1949 par Love (voir [18], chapitre VIIT). 

Cette nouvelle analogie dans le problème que nous traitons est utile pour la raison suivante. 
Pour les valeurs de x qui ne sont pas trop petites il est aisé de calculer numériquement la 
fonction F et d'obtenir des courbes k(x) et (x). Cependant au voisinage de « = 0, l'opérateur 
intégral qui figure dans (15.16) tend vers l'opérateur unité et inversion numérique est rendue 
difficile par la mauvaise convergence de la série de Liouville-Neumann. Il semble évident que 
les fonctions analytiques ko et € de la variable complexe « possèdent une singularité pour 
k = 0 étant donné la nature très différente des phénomènes électrostatiques correspondant aux 
valeurs réelles positives ou négatives de x. De fait il est difficile d'obtenir une approximation de 
F(x) pour « — 0, directement sur l'équation (15.16) et l’analogie électrique permet une autre 
approche. 

Il semble donc naturel d'étudier le voisinage de x = 0, qui correspond donc à une singularité 


de ko et £, en fonction du rapport K Puis ensuite élimination du pseudo-moment de Fermi 
qo, donne e(V) au voisinage de V Syl fournissant ainsi un développement de l'énergie par les 
petites valeurs de la constante de couplage, ou de façon équivalente pour les grandes valeurs 
de la densité. La question se pose alors de savoir si la fonction £ (ko) ainsi obtenue possède 
une singularité pour ko = oo. C’est un problème mathématiquement bien posé, mais malgré 
de nombreux efforts nous n’avons pu conclure. 

L'intérêt d’une telle étude vient de la théorie des systèmes superconducteurs. On sait que 


; : já , s : ee . 1 
dans certains modèles, l'énergie par particule possède un point singulier du type exp yi 


Ce résultat [19] vaut rigoureusement quelque soit la dimension, pour des fermions attractifs 
en interaction par paires d'impulsion totale nulle. On l’obtiendrait aussi si l’on appliquait bru- 
talement la méthode de Gorkov [23] pour les fermions en interaction 6 à une dimension, ce 
qui serait équivalent a la méthode variationnelle de Hartree-Bogoliubov. Cependant d’aprés 
Pétude de Bychkov déjà citée [2] le cas à une dimension est singulier et finalement les au- 
teurs ne peuvent rien conclure sur la forme de l'énergie de l’état fondamental. On conçoit 
donc l'intérêt d’une comparaison avec un système exactement résolu, quant à la validité des 
méthodes variationnelles [23] et quant à celle des resommations partielles de la théorie des 
perturbations [2]. 

Revenons donc à l'équation qui détermine l’énergie, par exemple sous la forme (15.16). La 
difficulté est d'extraire le comportement de F(x) au voisinage de x = 0, uniformément par 
rapport à x sur l'intervalle [-1, +1]. En effet la fonction F(z) est liée simplement à la densité 
de charge a(r) sur un disque par la relation 


1 
P(e) = | a 


Les comportements de o(r) dans la zone centrale du disque et sur les bords sont tout à fait 
différents ; l'effet de bord est important aussi petit que soit x l’écartement des disques, car 
il garde la même structure par un changement d’échelle. Une approximation due à Kirchhoff 
(1877) dont la validité a été montrée par Hutson [20] (1963), appliquée au cas du condenseur 
(K < 0, problème des bosons) repose sur cette séparation entre les bords et la partie centrale. 
Il est intuitif que l'effet de bord à la limite x — 0, se ramène à un problème d’électrostatique à 
deux dimensions (résolu par Maxwell). Il reste à calculer la réaction de la distribution au bord 
des disques sur celle de la partie centrale. Ceci est possible dans le cas du condensateur, x < 0, 
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car il existe une formule due à Kac et Pollard [21] qui permet de trouver une solution approchée 
de (15.16) loin des bords. Mais dans le cas du conducteur unique (x < 0), nous n’avons pas 
une telle solution approchée et nous n’avons pu obtenir une approximation équivalente 4 celle 
de Kirchhoff et Hutson. 

Citons approximation de Kirchhoff pour la capacité du condensateur (ou la densité du gaz 
de Bose) 


+ ml, lôr 
F = — + = log — 1 15.21 
I. (2) de = Ep + 5 log Er + o(1) (15.21) 


Pour « > 0, nous avons seulement obtenu pour les deux premiers moments de F : 


K C 
ko = 1+— log — 15.2 
0 wo [t+ og À + ofr) (15.22) 
3 
do 1 K C 
= > |- + — {log — -2 15.2 
€ 2 fi + & fig S ) +], (15.23) 


ce qui correspond à l'approximation suivante de F loin des bornes x = +1: 


k 1 
Cette approximation se raccorde, à cet ordre, à la solution asymptotiquement exacte du 
problème des bords. La constante C n’est pas déterminée et la nature du développement 
(15.21) est inconnue. 
Pour obtenir le développement de €(y) définie en (15.19), il faudrait éliminer « entre les 
deux expressions 


1 1 C 
= = + — log = . 
yao + 57 108 = + o(1) (15.25) 
1 1 C 1 
VE) = 3 t ams (tog xT 2) +o (=) (15.26) 


Ces développements ne peuvent nous donner plus que les deux premiers termes de E(y) pour 
les grandes valeurs dey 
1 1 
E(y) = su -= me + o(1)). (15.27) 
Il semble qu’apparaissent en o(1), diverses puissances du terme logarithmique, mais les co- 
efficients pourraient très bien être compensés grâce aux termes suivants du développement 
(15.25). Bien que nous ayons sans doute obtenus en (15.24) et (15.25) les termes dominants de 
la singularité et nous ne pouvons obtenir en (15.26) davantage que le terme de perturbation 
du premier ordre ! En effet l’expression (15.26) nous donne : 


1 1 
e(V)= 3h — zrol +: 


Nous présentons dans le tableau ci-dessous, les valeurs calculées numériquement de ko et 
E (ko) ainsi qu’une détermination approchée de la constante log C qui figure dans (15.24). De 
la comparaison avec les valeurs calculées par perturbation au second ordre, section 13, on peut 
penser qu'il ne serait pas impossible que la fonction e(V) soit analytique pour V = 0 
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Perturbation Détermination 
au second ordre de log C 

0,5 | 0, 7817 
1 1, 3824 
1,5 | 1,9398 
2 | 2,4806 
4 4,5807 
6 6, 6407 
8 8, 684 
10 | 10,72 


Les valeurs extraites du tableau ci-dessus permettent de représenter la courbe €(y) sur 
la figure 2 et de la comparer avec la fonction correspondante du gaz parfait : =y?. Pour 


calculer £, et ko, il a fallu déterminer numériquement un réseau de courbes F,(x) pour diverses 
, valeurs du paramètre « = |V |/qo, réseau représenté sur la figure 3. On notera la valeur limite : 


lim F(1) = V2. 
V —0 


E(k) 


Gaz parfait 1 


Gaz attractif 


ko 


Fig. 2. — Energie de l’état fondamental du gaz attractif. 


16. Energie de l’état fondamental (spin 0) : cas répulsif 


Nous faisons ici les mêmes hypothèses que dans la section précédente pour le cas attractif : 
l’état fondamental dépend contintiment de la constante de couplage V sur [0, oo]. C’est donc 
un état défini par le nombre maximum de “paires”, de spin 0 comme l’état fondamental non 
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0,5 1 x 


vI 
ko 


Fig. 3. — Distribution des pseudo-moments pour diverses valeurs de k = 


perturbé. Les nombres quantiques de cet état sont donc, pour un nombre de particules N 


N 
K=0, Cal, Pal ava ep rl 


Ng =A, —-p<a<+p. (16.1) 


Les nombres entiers na sont donc les nombres d’ondes limites de “paires” au sens défini 
au paragraphe 10.6. Comme le nombre de paires est maximum, les nombres quantiques q* 
n’existent pas. 

Les équations couplées (11.6) peuvent donc s’écrire de la façon suivante dans une notation 
indicielle qui met en évidence la paire k}, k!’, associée au nombre limite na =a: 


+p 
D Ga + Oba = D Voa» 
b 


b=—p 
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+p 
Lk, =2na+ ÿ Oy, 
b=—p | (16.2) 
Lk! =2nat+ So Os, 
b 


avec 
1 


2 1 
= (ki~) =cotg —6',, 
4 2 16.3 
D De oe) 
V (ka B qo) = cotg 2 ab 
Il nous faut regarder en détail la détermination des angles 6’ et 8”. D’après la remarque du 
paragraphe 11.1, l’angle 8, varie continiment et garde un signe constant quand V varie sur 
l’axe réel positif. Il suffit donc de regarder les choses dans le voisinage de V = 0. Cette étude 
est faite dans la région 0 < VL « 1 au paragraphe 11.2 pour une seule paire, et dans le cas 


plus général qui nous concerne, section 13. On obtient la disposition suivante des k et des q: 


EL — 


Roq R" 
avec ge 
da X T, a 
2r V 
1 ocean — eu 
kı X 7° Vr (16.4) 
27 y 
H 
— = L 
ka X T, a+ / 7 VL<1 
On en déduit les déterminations suivantes : 
2 1 
0, = —2 Arctg AU — Qa) + TE (o-a- z) ; 
(16.5) 


2 1 
#1 = 5 = n = a cae 
pa = —2 Arctg y (ky — Qa) + TE (e a+ 3 i 


la détermination de l’Arctg étant continue à l’origine. Les premières équations (16.2) s'écrivent 
alors : 


1 2 a 
Lk, =2r (20 — 3) — 25. Arctg y (ka — qe) 
i b 5 (16.6) 
Lk! =2r (20+ 5) - 22 Arctg 7 (ka — a) - 


Si les nombres q sont tous réels on voit graphiquement que les deux suites de nombres k’ et k” 
alternent et leur réunion forme une suite de N nombres notés k, solution du système 


+p 
2 
Lky =2rA-2 X` Arctg 7 (ka — Ga); (16.7) 


a=—p 


1 1 
où À prend toutes les valeurs demi-entiéres de — (20+ >) à + (20+ 5): On voit aisément 


que les ky sont ordonnés comme les À. Enfin, la dernière équation (16.2) s'écrit : 


2 
— 2 > Arctg 7 (kx — Ga) = > Woa + 4ra. (16.8) 
À b 
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Aprés avoir élucidé ce point préalable important sur la disposition des nombres k, nous 
sommes en mesure de considérer la limite thermodynamique, et par une méthode analogue à 
celle de la section précédente nous obtenons les formes limites des équations (16.7) et (16.8). 


1 1 
Les points k) et qa ont la densités respectives 5, fk) et 3x /(0) sur les segments [—k1,+k:] 
T 


et [—9o, +90]- 
Nous obtenons pour l’équation (16.7) : 


1d t% 2 
ISA] Atte yE- oF) da, (16.9) 
et pour l'équation (16.8) : 
kı 
+ M Arotg DU — a) fı (E) dk 
1d ft? Nr 
= 2x dg a pld, a) f(d) dg + 2f (a). (16.10) 
Nous avons les expressions suivantes de la densité et de l'énergie par particules 
1 ft% 1 +kı 
p=] ious j, Adk (16.11) 
= ™ k? fi (k) dk. (16.12) 
2TP Jk 


La relation suivante entre kı et qo est équivalente à l’équation (16.11) 


1 +40 9 
by = 2h = [Arete $ (k = 9) F(a) da (16.13) 
n — 40 V 
1 
qui est la forme limite de l'équation (16.7) pour À = 2p + z 


Les équations (16.9) et (16.10) donnent lieu aux équations intégrales couplées par les fonc- 
tions f et fi : 


fi(k) 


-=1, |k|<k. (16.14) 


vp" Ldu 
a+ 


2x 


r+ Xf Med LI [ROME (16.15) 
2T Jig (q7)? +V? Zu (Kg? + © 
L’élimination de fı nous donne l'équation en f : 
+40 , V +k, dk 
fla) + K(q, Fl) dd = 5 ———r (16.16) 
n (k= 9)? + 


où le noyau K est exactement donné par la formule (14.19) ; on notera la ressemblance avec 
l'équation (14.18) obtenue dans le cas attractif dans un contexte tout différent, puisque l’équa- 
tion (14.18) est relative au problème du fondamental de spin donné S, alors que l'équation 
(16.16) est relative au fondamental de spin 0. 
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L’ensemble des équations (16.16) et (16.13) déterminent la fonction f(q) et la quantité kı, en 
terme du paramètre go, et permettraient donc d’atteindre les fonctions € et ko par des méthodes 
numériques. La grosse difficulté est ici que la quantité kı figurant comme paramètre dans le 
noyau K, est aussi fonctionnelle de f par la relation (16.13). La complexité des équations 
intégrales obtenues nous interdit de pousser plus loin l’analyse du cas répulsif. Il y aurait 
cependant quelque intérêt à comparer par exemple le comportement analytique de l’énergie au 
voisinage de V = 0 à celui du cas attractif. 


17. Excitations élémentaires 


Nous considérons dans cette section quelques excitations élémentaires du système de fermions 
attractifs. Ces excitations constituent une classe d’états d'énergie minimum pour des valeurs 
microscopiques données de l'impulsion K et du spin S voisines de celles de l’état fondamental. 
Pas plus que pour ce dernier, la détermination des nombres quantiques des premiers états 
excités n’a été faite rigoureusement. Bien que notre système attractif ne soit pas un système 
“normal” à cause de l’existence d'états liés à deux corps, nous avons utilisé la correspondance 
entre les excitations élémentaires du système réel et celles du système sans interaction, dans 
l'esprit de la théorie des systèmes de Fermi due à Landau [23]. Dans notre cas spécifique, 
cette correspondance est manifeste, à la suite de l'étude effectuée dans les sections 10 et 11 ; à 
volume fini, la continuité des états en fonction de la constante de couplage traduit le caractère 
adiabatique de l’établissement de l'interaction que postule Landau. 

Nous nous sommes limités au gaz attractif dont l’état fondamental à une structure assez 
simple de gaz de “paires” analogue à un gaz de bosons excité. 

On est amené naturellement à distinguer trois types d’excitation obtenue en excitant ou ne 
brisant une paire, à partir de l’état fondamental de nombres quantiques : 


N=4p+2, K=0, S=0. 


Type I : Excitation de spin 0 et d'impulsion K obtenue en excitant une “paire” au sens défini 
section 10, c'est-à-dire en créant dans la distribution de paires qui constitue l’état fondamental 
un trou de paire et une paire de particules liées, d'impulsion respectivement inférieure et 
supérieure au double du moment de Fermi. 

Type IT : Excitation de spin 0 d'impulsion K, obtenue en brisant une paire, c’est-à-dire en 
créant une particule et un trou dans la distribution de Fermi. 

Type III : Excitation de spin 1 et d'impulsion K, obtenue nécessairement en brisant une 
paire. 

Nous abordons maintenant les excitations de type I ; nous pourrions étudier de la méme 
façon les types IT et III, mais nous en dirons seulement quelques mots. 

En effet, seuls des calculs numériques étendus permettraient d’exploiter les équations obte- 
nues et de produire les courbes de dispersion intéressantes — comme aussi dans le cas répulsif 
— et ceci entrainerait trop loin. 


17.1. PREMIER TYPE D’EXCITATION. — Nous restons ici dans la classe des états du gaz de 
paires liées, déterminée par les équations (12.15). Nous avons choisi N = 4p+ 2 pour avoir une 
distribution de Fermi compacte et symétrique de moment total 0. 

Les nombres quantiques de l’état fondamental sont : na = a, —p < a < p, a entier. L’état 
excité est défini en supprimant de la suite précédente le nombre n, = s, et en le remplacant 
par n = t, avec 

Is) <p, |t| >p. (17.1) 
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Nous avons donc 


1 
p=v=;N=2+1 (17.2) 
=F- s). (17.3) 


Nous appellerons qa = Ga — qa, et dWah = Var — Was, les différences des quantités q et 
4 dans l’état excité et dans létat fondamental. Après soustraction des équations couplées 
correspondantes, nous obtenons les équations exactes : 


b=+p 
1 
ôqa = OL 2 bar + oF = (Boe - Was), —PpSa<p,a#s. (17.4) 
+p 
278 1 
= +> < 
ds T, F OL y Web, || Sp (17.5) 
b=—p 
u 1 
a= T > De, t>p. (17.6) 


Nous allons vérifier maintenant que les équations précédentes possédent une solution telle 


1 
que 6g, = O (+ 


Nous définirons donc la quantité g (qa) = O(1) 


qa = = (qa). (17.7) 


TI 


Les équations (12.15), d’autre part, nous donnent exactement : 


1 _ _ V (fga — 6%) 
tg (Sev. = Ge a) Save (17.8) 


Nous en déduisons í vað w i 
hee at 9\Qa) — G\Q 
ziva = —F ay ave +0 (x) (17.9) 


Reportons ces dernières quantités dans les équations (17.4) pour obtenir à l’ordre T près 


pe Jie a J £ AIT 4 z (Vat ae Was) (17.10) 


Nous nous intéressons ici spécialement à la différence d’énergie qui sépare l’état excité de 
l’état de base. Cette différence AF s'écrit, d’après (12.15) 


ABSE @—@2)+2(@-@) (17.11) 


ou bien 


+p 
= $ XO da (da) +2 (9 - 2) +O (=) (17.12) 


a=—p 
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Il est alors aisé de passer à la limite L — oo, sachant que la densité des pseudo-moments qa 


1 
est z TD où f est solution de l'équation (15.11). 
T 
On obtient pour les équations (17.10) l'équation intégrale limite 


V f gg—9@) ,,, g— qe q-4 
= orate? dq’ = Arcotg — — A Z . 
g(q) + 57 L, ad +vr flg) da rcotg —; rcotg y (17.13) 
où les déterminations discontinues à l’origine des Arcotg sont celles des w. 

On obtient aussi pour la différence d'énergie AF la forme limite issue de (17.12) : 


2 fT% 
AE =2(g; — qi) + =| qf(a)g(a) da. (17.14) 
— 90 
On peut transformer l’équation (17.13) en prenant comme fonction inconnue le produit 
f(a)g(a) et en définissant deux fonctions inconnues h;(q) et hs(q) des paramètres q: et qs, qui 
vérifient les équations de Fredholm inhomogènes suivantes : 


Vt? hlg) dg q-4& 
hi(q) — = | r = 2 Arcotg (17.15) 
T J- -gF +V? V 
V ft? h(g) dg q— qs 
hs(q) — ~ | < = 2 Arcotg ———. (17.16) 
G — 40 (q-q) +V? V 
Posant maintenant : 
s 2rt s 2m8 _ x x 
t= T` s= T` K =2(t* —s*), (17.17) 


Les relations (17.5) et (17.6) qui relient t à qe, s à qs, s’écrivent 


* 1 +40 gi —q 
q =t" + 37 dg f(q) Arcotg y` (17.18) 
—40 


et la même pour qs. On aboutit alors à la décomposition de l'énergie AE donnée par (17.14) 


en deux termes positifs : 
AE = AE, + AE,, (17.19) 


avec les définitions 
2 2 2 +qo 
AE, =2(a? a8) += [a (hela) - hola) da (17.20) 
— 40 


et la définition analogue pour —-AE,.. 
La fonction ho(q) est définie par 


hola) = hi(q) lac=ao = hs(q) 


La relation (17.18) définit q; en fonction de ¢*. On a de même gq, en fonction de s*. La 
fonction AF dépend donc de deux paramètres. On voit aisément, par intégration de l'équation 
(15.11) entre —qo et +qo, que l'on a les égalités 


(17.21) 


gs =q0' 


t* = ko pour q@=q+0 
s* = ko pour qs =qo—0 
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On montre aussi par dérivation de (17.18) que l’on a les expressions commodes 


qs 
s* = | f(a) dg, las] < go (17.22) 
0 
1 qt 
= 5] Fdo a> 4, (17.23) 


— 40 
où la fonction f est prolongée naturellement en dehors de l'intervalle [—go, +q0}, par l'équation 
de définition de f. 

Cette analyse nous amène à la conclusion évidente suivante : le type I d’excitation dont 
l'énergie est donnée par l'expression (17.19) peut être considéré comme la superposition de 
deux excitations indépendantes appartenant aussi à ce type I. 

L'une est du type paire de particules, l’autre du type paire de trous. Rassemblant les résultats 
(17.19), (17.20), (17.22) et (17.23), on obtient les spectres des excitations composantes sous 
forme paramétrique : 

— Type paire de particules (avec une paire de trous à la surface de Fermi) 


qt 
K = fla) da qt > qo 
qo + (17.24) 
AB, =2(q 08) += f ala) - hola) da 


—40 


— Type paire de trous (avec une paire de particules à la surface de Fermi) 


K =2] fla)dq,  —qo < qs <q 
7 i 9 Ego (17.25) 
AB, =2(8- 8) -2 f alsa) = hla) da 
—4qo 


Les fonctions h: et hs qui interviennent sont les solutions des équations inhomogènes (17.15) 
et (17.16), que l’on peut résoudre numériquement. L’élimination des paramètres, q ou qs 
permet d’obtenir les courbes de dispersion AE,(K) et AE.(K). 

Signalons que la quantité 


z 2 +40 
299 + =| ho(q)q dq = 2u0 


—40 


qui intervient dans les expressions (17.24) et (17.25) est reliée simplement au potentiel chi- 
mique : 

_ OF _ v? 

H= aN — Ho — ra 

La quantité 240 représente l'énergie de separation entre une paire a la limite de la zone de 


(17.26) 


V 
Fermi et le reste du système. La quantité =T est la moitié de l'énergie de liaison interne de 
la paire. 
Les quantités AF, et AE, qui sont des énergies d’excitations proprement dites sont donc 
positives ou nulles ; d’autre part, pour K = 0 on a AF; = 0 (ou AE, = 0). Il est aisé de 
calculer les pentes 


=c, et lim 
K—0 K 2 K—0 
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2ko 4ko IKI 


Fig. 4. — Spectres d’excitation du Type I pour les valeurs extrêmes de V. 


On trouve qu'elles sont finies et égales. On a donc deux branches de type phonon pour les 
petites valeurs de l'impulsion, dont les pentes coincident à l’origine. Un calcul numérique assez 
imprécis permet de représenter sur la figure 4 l’allure des deux branches du spectre d’excitation 
du gaz de paires. 


Il semble presque sûr que l’on puisse superposer linéairement les phonons définis ci-dessus, 
pourvu qu'ils soient en nombre fini. Il suffit d’exciter à partir du fondamental un certain nombre 
de paires liées définies par des nombres quantiques entiers distincts. cette dernière restriction 
est sans importance pour la statistique de ces phonons tant que l’énergie d’excitation totale 
est microscopique. On en déduirait une contribution à la chaleur spécifique linéaire à l’origine 
en fonction de la température. 


Le spectre du type I est tout à fait analogue au spectre d’excitation dû aux fluctuations de 
densité dans un système de fermions indépendants d’une seule espèce. Ici, ce sont les paires de 
spin 0 qui se comportent comme des phonons indépendants. 


On notera aussi l’analogie avec les excitations du gaz linéaire de boson étudiées par Lieb [24]. 


Remarquons pour terminer que la vitesse du son associée à ces phonons a pour valeur précise 
ees 2 
Cs = c, = C = 4ko/f* (qo). 


220 TRAVAUX DE M. GAUDIN 


Cette valeur est comprise entre les deux valeurs limites représentées figure 4. 


lim c = 2ko =v (vitesse d'une particule à la surface de Fermi) 
lim c = kọ 
V—>0 


La preuve de légalité suivante : 
lim, f (qo) = v2 


n’est pas donnée. Elle repose sur l’analogie électrostatique évoquée section 15 et demanderait 
de longs développements. 

Nous avons trouvé ainsi que c est différent de la vitesse du son ordinaire déterminée par la 
compressibilité adiabatique. 


17.2. NOUS N’AVONS FAIT QU’UNE ÉTUDE SOMMAIRE DES EXCITATIONS DE TYPE II ET III 
CARACTERISEES PAR LA DISSOCIATION D’UNE SEULE PAIRE LIEE. — Nous donnons les nombres 
quantiques qui les définissent et les équations couplées qui les déterminent, et nous indiquons 
les résultats qualitatifs. 

Nous avons donc seulement deux possibiités de spin S = 0 ou S = 1. Considérons le cas 
S = 0, c’est-à-dire le type II. Nous avons donc : 


1 
b=va aN = tpt. 


Mais une paire est dissociée, le nombre de paires complexes r a diminué d’une unité par 
rapport 4 celui du fondamental 
r=D—1= 2p. 


D'après l'étude faite section 12, le choix des nombres quantiques est simple. Ceux du fonda- 
mental, on l’a vu, forment la suite des nombres d’onde limites de paires : 


Na =a, —pSasp. 


Ceux de l'état excité considéré s’obtiennent à partir de la suite précédente en dissociant par 
exemple la paire ns, c’est-à-dire en occupant individuellement les cases ns = s et ny = t, avec 


|s| < p, |t| > p. 


Le moment total de cet état défini par les deux nombres s et t, est 
27 
K = — (t - 8). 


En adaptant au cas spécifique traité ici la notation indicielle générale du système (12.14), 
nous obtenons les équations couplées suivantes en nombre exactement suffisant : 


+p 
Lk = 2rt + yi Oe, 
b=—p 


Lk, = 247s + Osb 
> (17.27) 


1 1 
ee > Bab — 5 Osa + Ota — Vsa)» —p<acp, aX s 
==? 
Ds + Oss =0 
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1 
(On déduit de cette dernière équation qs = 5 (ks + ky)). 
Considérons maintenant le cas de spin S = 1, c’est-à-dire le type III. Nous devons donc 
rendre i 
p= -N -1= 2p, 
9 P 


et nous choisirons le nombre maximum de paires compatibles avec le spin, c’est-à-dire 
r =D = 2p. 


Les nombres quantiques dont les mêmes que pour le type II. Les équations couplées (12.14) 
font intervenir seulement 2p nombres q et 2 nombres k. 
Nous obtenons 
Lky =2rt+Y bi 
b£s 
Lk, = 27s + > CAN 
bs 
1 1 
Lda = 27a + 5 2 Var — 5 (Asa + Ora) a £s 
b£s 


Dans ces deux cas, l'énergie de l’état excité s'écrit : 


(17.28) 


y2 
E+AE=2) qa +k; +k; -py (17.29) 
as 
Procédant alors, comme pour le type I, par soustraction entre les quantités relatives à l’état 
excité et au fondamental, on obtient à la limite L — oo, l'énergie d’excitation AE. Le fait 
important ici est la dégénérescence par rapport au spin de l'énergie d’excitation. On trouve, à 


la limite infinie, 
AE"! = AE, (17.30) 


avec la décomposition 


y2 
AE! = (AE! — 2u9) + AEN + AE! + = (17.31) 


La forme explicite de AE! est la suivante : 


2 + go nl 
AE! =k? + = f h! (q)q da, (17.32) 
—gq0 


où Al fonction du paramètre ks, est solution de l'équation inhomogéne 


y fto h! (q') dq’ bo q 
hÝ (q) — / s = —2 arcotg 2< 17.33 
s (9) T J-a U- q) FV? arcotg y ( ) 


avec la détermination continue. On a une définition identique pour AEM. 
AE! — 219 est en quelque sorte l'énergie de séparation d’une paire de moment total 


K; = a f(a) dg. (17.34) 


4 
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AE" est l’énergie d’une particule non appariée se propageant dans le milieu avec le moment 
total 


it 
Kp =-5Ks (17.35) 
ce qui équivaut à la liaison suivante entre les paramètres ks et qs : 


ke go 
fi(k) dk=—] f(a) dq (17.36) 


0 qs 


(la fonction f,(k) est définie section 14). 
AE! est l'énergie d’une particule non appariée de moment total 


kt 
K! = Î filk) dk. (17.37) 


Le moment total de notre excitation composée est donc : 


K =KP+K¥ 4K) =Ki—K? 
ki 
= | filk) dk. 
ks 


(17.38) 


Cette excitation composée est simplement la superposition d'une particule et d’un trou, l’un 
et l’autre indépendants et non appariés. Le trou non apparié peut lui-même être considéré 
comme résultant d’un trou de paire et d’une particule de moment total moitié de celui de la 
paire. 

Nous n’avons pas effectué la résolution numérique des équations intégrales, qui permettrait 
seule de construire les courbes d’excitation et d’obtenir des conclusions nettes sur l'existence 
d’une lacune en énergie ou d’une excitation collective, en ce qui concerne les types II et III. 


18. Conclusion 


Cette étude d’un système de fermions comprend au fond deux grandes parties qui correspondent 
aux deux étapes du programme tracé dans l'introduction. La première partie décrit la recherche 
de la solution exacte du problème de valeurs propres posé par les conditions de périodicité et 
les conditions de symétrie, et montre que cette solution est complète. Ceci a été acquis avec 
une connaissance minimum de la fonction d’onde. Sa détermination explicite hors des quelques 
secteurs où elle est écrite, reste donc à faire et permettrait sans doute une meilleure description 
du système. Cette première partie aboutit principalement à un système d'équations couplées 
dont chaque solution associée à un ensemble de nombres quantiques bien défini, permet le 
calcul d’un niveau d’énergie et la construction de la fonction d’onde correspondante. 

La forme non triviale des résultats ainsi obtenus semblait encourageante pour aborder la 
seconde partie, qui consiste en l'étude des propriétés du système directement déductibles 
du spectre d’énergie et des fonctions d’ondes. En fait, nous avons rencontré dés ce moment 
beaucoup d'obstacles que nous n’avons pas franchis. Le premier est lié au problème de la clas- 
sification des états par énergie croissante. Comment déterminer les nombres quantiques de 
l’état fondamental et des premiers états excités ? Nous n’avions pour cela établi un principe 
variationnel qui ramène la question à un problème de statique pour un ensemble de points 
soumis à des forces mutuelles. L'exploitation de ce principe s’est révélée compliquée et nous 
nous sommes laissés guider par un principe de continuité permettant de suivre chaque état à 
partir de l’état non perturbé et aussi par des considérations intuitives. 
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Le second obstacle rencontré est un probleme d’analyse simplement posé, mais à la difficulté 
duquel Lieb [8] fait allusion à propos du problème similaire pour le gaz linéaire de bosons. 
Il s’agit de savoir si la fonction énergie possède une singularité à l’origine en fonction de la 
constante de couplage et, si oui, quelle est sa nature. Cette difficulté vient de l’impossibilité 
d’inverser simplement un opérateur intégral qui intervient constamment dans cette étude. Elle 
constitue aussi un troisième obstacle pour le calcul explicite du spectre des diverses excitations 
élémentaires. 

Malgré une certaine richesse de ce modèle linéaire de particules en interaction — ot l’on 
peut atteindre diverses propriétés comme l'énergie du fondamental, les spectres des premières 
excitations, la courbe de magnétisation à température nulle, et ceci à la fois pour les gaz 
répulsifs et attractifs de structures très différentes — malgré donc une certaine diversité de 
propriétés, nous n'avons pu développer davantage cette seconde partie. Il est certain que la 
difficulté sur l’énergie du fondamental doit être surmontable et que l’inversion des opérateurs 
intégraux peut être effectuée numériquement, à grand peine cependant, pour le voisinage de 
V = 0, qui est justement la région intéressante. 

Les quelques résultats obtenus nous permettent-ils de comprendre les propriétés “physiques” 
du gaz attractif (paradoxalement plus simple à étudier que le gaz répulsif) ? Nous savons que 
ce gaz peut contenir un nombre arbitraire de paires de fermions liés dans l’état singulet ; disons 
que nous avons un gaz de “deuterons” à une dimension, dont les états seraient classés avec le 
spin isotopique. 

L’interaction résiduelle entre les paires est attractive, mais trop faible pour permettre des 
états liés à un plus grand nombre de particules. C’est le principe d'exclusion qui empêche 
alors le “collapse” du gaz de bosons attractifs ainsi formé. La dynamique est telle que ce 
boson à une dimension se souvient qu'il est constitué de deux fermions et en conséquence, les 
paires s’excluent encore dans l’espace des impulsions. A faible densité, ces états liés d'extension 
spatiale 1/V bien inférieure à la distance moyenne, forment des particules composées presque 
indépendantes. Mais à haute densité (ko > V) elles s'interpénètrent mutuellement et l’on ne 
peut plus parler de particules composées dans l’espace ordinaire. 

Ces paires se manifestent clairement dans les premiers états excités où elles constituent le 
support d’excitations indépendantes du type trou ou du type particule, avec cependant une loi 
de dispersion, linéaire à l’origine comme celle de phonons, et tout à fait semblable au spectre 
d’excitation d’un système de fermions sans interaction. 

On remarque évidemment que la liaison de chaque paire au sein du milieu est due uniquement 
au potentiel interparticule capable en effet d’un seul état lié. L'existence de ces paires n’a rien 
à voir avec un phénomène de Cooper. Avec l'information, réduite il est vrai, que nous donne 
la fonction d'onde, nous ne pouvons déduire aucune corrélation particulière entre particules 
de moment opposé. Certes nous ne pouvons rien conclure quant à l’existence d’un paramètre 
d'ordre sans connaître la fonction de corrélation à deux corps et son éventuelle factorisation 
pour une séparation infinie, fonction pour l'instant hors d’atteinte. Bien que les conclusions 
rigoureuses de Hohenberg [25], concernant en particulier ce modèle linéaire, ne s’appliquent 
qu’à température finie, l'existence de tels paramètres d’ordre associés à des symétries brisées 
(conservation du nombre de particules, invariance par translation) paraît improbable à cet 
auteur, et nous n’en soupçonnons aucune raison d’existence à partir de la description partielle 
ici obtenue. 

Le seul signe indicatif d’une instabilité de la surface de Fermi H.F. serait donc la non- 
analyticité de l'énergie du fondamental qui doit pouvoir être démontrée. La distribution de 
Fermi, c'est-à-dire la distribution des impulsions vraies, ne peut être déduite de la seule dis- 
tribution des pseudo-impulsions ; il y faudrait la connaissance de la fonction de corrélation à 
une particule qui semble très difficile à atteindre. 
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Appendice A 

Proposition I 

Les notations étant celles de la section 4.2, le coefficient A,{P} de la fonction d’onde dans le 
secteur g, est donné par l'expression suivante : 


À 
1 
A {P} = Ao{P}ap, P,£P, P2 we TPP + XO Ao{P(au)}tr,r,tP,P ds CPP D Ep. (A.1) 
p=1 okie 
Preuve 


Celle-ci se fait par récurrence sur À en utilisant la formule de passage (3.8) du secteur o1-1 
au secteur ©) : 


Ax{P} = Ax{P} h + | + Ay-1{P(ad)} (A.2) 


P, — Py Pa- Py 


L'égalité (A.1) est vraie pour À = 1, car à l’aide de la formule (A.2) on obtient : 


1 
A, {P} = Ap{P}axp,p, + Ao {P (a1)} ——— ; 
P, — Pı 
supposant légalité (A.1) vraie jusqu’à l’ordre (A — 1) pour toute permutation P, la formule de 
passage (A.2) nous donne A) {P} sous la forme suivante : 


A {P} = Ao{P}xp,p, Up, Py. TP, Py + PaP) (A.3) 
1-1 
1 
+ 2, Ao{P(on) jor, r, ia TP, aa pP, * TP, Py 
1 
+ Ao{P(aA)}EP, PLTP, P: = EP, Pai DP, 


1 1 


A-1 
+ DD Ao{P(aA)(ap) }xp, P, - TP, Ps: EA i EP 


wal 


Dans la dernière ligne de l’expression (A.3) nous avons : 


Ao{P(aX)(au)} = Ao{P(au)(Au)}, (A.4) 


or (Au) est une transposition entre variables antisymétriques de la colonne 1 et l'identité (4.5) 
permet d’écrire : 
Ao{P(aA)(au)} = —Ao{P(au)} (A.5) 


Effectuons alors la somme de la seconde et de la quatrième ligne de ]’expression (A.3), nous 
obtenons pour ces seuls termes 


D AotPlau}zr,r 8 +R) R= 
0 h P Pi oes Py Pi P,- Py Pa — Pu Py — P, Pa — Py 


p—1 


ou encore 


À—1 

1 
>) AotP(au)}tP,P + SPP TP Pa p Pp (A.6) 
pal à 
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Cette derniére expression (A.6) ajoutée a la troisiéme ligne de la formule (A.3) nous donne 


la somme : 
\-1 1 


>> Ao{P(au)}tr,rtP,P, + EP, P, PoP, 
a H 


u—1 


qui figure dans l'expression (A.1) ; enfin la première ligne de (A.3) est identique au terme en 
Ao{P} de (A.1). La formule (A.1) est donc vraie à l’ordre à, si elle l’est à l’ordre (À — 1), ce 
qui achève la preuve de la proposition I. 


Appendice B 
Proposition II 


Définissant la somme 


À 
Sx = D A, {P(au)} — Ao{P}, (B.1) 
u=1l 
on a l'égalité 
Sy = —Ao{P}xp,p, Xp, P os EPL Py 

+Apg {P (a1)} TP, P LP, PyLP, Py + LP, Py 
+Ag {P (a2)} TP, P, T Po Pa LP2Ps ++ LP, Py (B.2) 
+: 


+40 {P (aÀ) } TP, Pi TP, P: e DP, Py_1 UP) Pa’ 


Dans le produit des À facteurs x qui multiplie le terme Ap{P(aw)}, le terme exceptionnel 
Tp, P, est écrit entre rp,p,_, et TP, Pis 


Preuve 
Nous montrons l'égalité (B.2) par récurrence sur l’entier À. 
L'égalité (B.2) est vraie pour À = 1. En effet, 


Sı = A, {P (a1)} — Ao{P} 


et, d’aprés la formule de passage (3.8), 


1 
Si = Ao {P (a1)} zp, P, FAP — Ao{P} 


on obtient donc pour Si 
Si = —Ao{P}xp,p, + Ao {P (al)} TP, P,- (B.3) 


ce qui démontre la formule (B.2) pour À = 1. 
Supposons que celle-ci soit vraie jusqu’à l’ordre À ; à l’aide de la proposition I, nous calculons 
Sy41 qui par définition est donnée par 


Sayi = Sa + Angi {P(a, À +1)}. (B.4) 


Pour calculer $41, nous utilisons d’une part la formule (B.2) supposée vraie à l’ordre À, qui 
nous donne S), et d’autre part la formule (A.1) qui nous donne A;}1 dans le secteur 041 
pour toute permutation ; en particulier on obtient 


Ax {Pla, À+1)}= 
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Ag{P(a, A+ LY} 2 Py 4P … E Pigi Py TP. 44 Pa 
À 


1 
+) Ag{P(A, A+ 1)(ap)}xp,p, = P,P £P, Pa So 
> o{ ( X )} Py Pi Pat Py Pasty — Py (B.5) 
1 
+Ao{P}tP,PTP, P ++ FRE ge 


Cette formule résulte de la seule application de l'égalité (A.1) au secteur 141 et à la permu- 
tation P(a, À +1). L’échange des indices P, et P(A + 1) nous a amené à distinguer le dernier 
terme de la somme. 

D'après (4.5), on remarque encore 


Ao{P(a, À + 1)(au)} = Ao{P(an)(u, A + 1)} = —Ao{P(au)} (B.6) 


Comme l'indique (B.4) ajoutons les termes correspondant au même coefficient Ao{P}, 
Ao{P(au)}, ... dans les expressions (B.2) de Sy et (B.5) de Ay41. 
Nous obtenons pour le terme en Ao{P} 


1 


—Ao{P}xp,p, ws LP, Py + Ao{P}xp, p, as RARES SR 
+1) 7 ta 


c'est-à-dire 
— Ao{P}TP,P, + TP, PDP, Papi (B.7) 


qui est justement le terme donné par la formule (B.2) à l’ordre À + 1. 
Nous obtenons pour le terme général en Ao{P(ay)}, 1 < u < À l'expression suivante 


1 
Ao{P(apt)} TP, Pi + BP, Py — TP, P, ++ TP, Pa Bp, | PePe 
m 


= Ao{P(au)}£ p, P see T Pp Pa oes TP, PLP, Pig ; (B.8) 


Enfin, le terme en Ap{P(a, A+1)} intervient seulement dans la première ligne de la formule 
(B.5) tel que le donnerait la formule (B.2) appliquée à l’ordre (A + 1). On reconnait donc en 
les expressions (B.7) et (B.8) pour 1 < x < À + 1 l’ensemble des termes de S\,1 donnés par 
(B.2). La récurrence est donc établie. 


Appendice C 


Soit E,41 un ensemble de (p + 1) indices distincts. Considérons deux suites de nombres z; et 
uj, j € Ep+1, et définissons les quantités Y;(€) 


¥;(€) = [[ sj, (C1) 
icé 
avec = i P 
Tji E uj — Uj 3 . 
formons la matrice carrée M(E€) : 
¥;(€) 


, i jEE (C.3) 
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Proposition III 


La solution du système homogène supposé de rang p : 


5 Mjié; =0, 1€ Epi, (C.4) 
JEEp+1 
est donnée par la proposition 
Y; (F2) 
Ea :: det —2;0i; + eet os , QE ep4+is (C.5) 


où F® est l’ensemble d’indices Ep+1 — {a}, le déterminant étant formé sur les indices de F*. 


Preuve 

On peut prendre comme solution £o du système (C.4) le déterminant de la matrice M% où 
l’on a remplacé dans M la colonne n° @ par une colonne d'éléments égaux à 1, déterminant 
précédé du signe (—)®. 

Soustrayons alors de toutes les lignes, la ligne a, on obtient pour £a le déterminant d'ordre 
p dont la ligne générale d’indice 7 est la suivante 


€ ME) NE) ME) YE) 
j ur—utl U-ua+l w—-utl u-u tl 7 
Y; (E E Y,11(E 
Y,(E) zi ( ) auos Yp+1( ) = p+1( ) , (C.6) 
Ui — Ua +1 Up+i Ui +l Uppi — Ua +1 
où ne figure pas la colonne relative à l'indice a. 
Ecrivons (C.6) sous la forme 
ye Yi (E) (ui — ua) Y2(E) (ui — Ua) 
UN (us — u; + 1) (ur — ua +1)’ (ug — ui + 1) (ug — Ua +1) ~ 
Y; E E ba Y, E i a 
pp HE) me) pt1 (E) (us — ta) Gi 
(ui — Ua +1) (up+1 — u; +1) (up+1 — Ua +1) 
On ne change pas le déterminant (C.7) en divisant chaque ligne à par u; — ua et en multipliant 
chaque colonne par ug — Ua, U2 — Ue, .…, Up+1 — Ua, On obtient 
1 ONE ¥o(E) 
2 upm +1 Tia ug — urti Za i 
Yi(E 1 Y,11(€ 
per ee (C.8) 
(Tia) (tp41 — Ui +1) Tp+1,a 


or d’après la définition (C.1) des quantités Y,(£) on obtient Y;(£) = tia Y; (F%) , ce qui permet 
d’écrire la proportion 
Y; (F° 
£a 2 det |—ziĝ:; + me cas 
Uj — ui + 1 


Fea 
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Appendice D 


Nous reprenons les définitions (C.1), (C.2) et (C.3), et nous introduisons de plus p quantités 
arbitraires va, 1 < a < p, avec lesquelles nous formons les expressions : 


1 
z; =1+ j , i € Epi, 1<a<p, (D.1) 


Ep+1 désigne un ensemble de (p + 1) indices distincts. Nous considérons le polynôme des 
(p + 1) variables z;, j € Ep+1, ainsi défini 


Y;(E) 


M (z1, ..., Z = det |—z,;6;; + ————— 
(21 ? p+1) j ot ws 


(D.2) 


Ep+i 
Si l’on appelle 1, 2, ..., p+ 1, les indices de €,41, on a 
M (z, ees Zp+1) = det |M (Ep+41)| 


où M est la matrice définie en (C.3). 
Proposition IV 


P 
Si z; = Il Tias Vi € Ep41, alors M (z1, ..., %p41) s’annule. 
a=1 
L'égalité M (z1, ...) = 0 est en fait une identité dans les (p+ 1) variables u; et les p variables 
Va. 


Premier lemme 


Le polynôme M (z1, 22, ..., Zp+1) s’annule si tous les z sont égaux à 1. 
Preuve 
Il faut montrer 
Y; (E 
det |—6;; + YE) =0; (D.3) 
uj— Wu +1 € 
or ceci résulte de l'identité suivante 
Y; (E 
PES pour i€. (D.4) 
See YT ti + 


La quantité Y; est une fraction rationnelle en u; dont les pôles sont les u;, 7 #7, 7 C E. Ces 
pôles peuvent être supposés simples puisque les u; sont arbitraires et indépendants. Compte 
tenu du comportement pour u; = œ, on a donc la décomposition 


Résidu en uj 
Welt) ow 
ji 7 


or 
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be Y; Ne 
Le résidu en u; vaut donc l | Tje = — c'est-à-dire que nous obtenons 
T ji 
LÉj, i 2 


Y;=1 
i Sener TE 3 Tj’ 
A 
c'est-à-dire l'identité (D.5). 
Second lemme 


Le polynôme M (21, ..., Zp41) s’annule identiquement lorsque l’on a simultanément pour 
toutieE : 


Zi = Zia = 1+ | (D.5) 
Ui 
où v, est une variable. 


Preuve 
M (Tia 22a; ++) Lp+1,a) est une fraction rationnelle en va, dont les pôles sont ceux de 214, 
Ta, … C'est-à-dire les pôles supposés simples 


Va = U1, Va = U2, +, Va = Up+1: 


Lorsque vg = œ, z; = 1,7 € E, et M(1,1,...,1) = 0 d’après le premier lemme. On a donc la 
décomposition suivante : 
R; 


Va — Uj 


M (Zia, T2a, ca) = 3 (D.6) 

JEE 

Il suffit de calculer le résidu R; relatif au pôle uj. A cause de la symétrie dans l’ensemble 
des indices, calculons R; relatif au pôle w1. 


le résidu est 


D'après la définition (D.2), le pôle intervient dans le terme z1 = 1 + 


1 — Ya 
donc le coefficient de —z, pour la valeur v, = u1 c’est-à-dire le mineur principal d’ordre p 
obtenu en supprimant la premièe ligne et la première colonne du déterminant de M(E), pour 
la valeur vg = u1 ; il suffit de remplacer 22 = £ha pour £2; et d’une façon générale zj par x 1 ; 
on obtient alors comme résidu le déterminant d’ordre p que nous écrivons 


¥3(E) ¥s(E) 
R(E) — war ug — u2 + 1 “oe 
(€) yE 
uz — Ug + +1 Ys(E) wet Ua — UZ + 1 (D.7) 
¥2(E) ¥3(€) 


VAE) — ne 
Ua — Ua +1 uzg—ug+1 AE) = tar 


Appelons F! l’ensemble d’indices (2, 3 ..., p + 1), c’est-à-dire l’ensemble E dont on a ôté 
l'indice 1. 
Nous avons, d’après la définition des Y, 


Y;(E) = zY; (FS (D.8) 


on peut alors dans le déterminant (D.8) mettre en facteur x2; dans la première colonne, £31 
dans la seconde, etc. et il nous reste un résidu proportionnel à 


Y; (F°) 


det 
Uj — Ui +1 


—óőij + (D.9) 


F1 
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construit sur l’ensemble d'indices F! = € — {1}. 

Mais d’après le premier lemme, formule (D.4), ce déterminant est nul, donc aussi le résidu 
Rı. 

De même R; = 0, pour tout j € E, et d’après (D.7) : 


M (Zia; Va, + Tp+l, a) = 0. (D.10) 

Le second lemme est donc démontré et peut étre interprété comme un cas particulier de la 

proposition générale IV ; M s’annule quel que soit vı pour vg = v3 = : :- = Vp = oo. Ceci 
suggere la démonstration par récurrence de la proposition IV. 

Supposons que M s’annule quel que soit v1, v2, ..., Uz et Up = °° = Up = © avec k < p, 

c'est-à-dire : 
M, 21.9 #2 =0 pour x = 1+ , TEE D.11 
p+1 ( 1 p+1) P Il ( i; = =) pti ( ) 


i<a<k—1 


Il suffira de montrer que 
M4 (Q, C2, coe) Cp+1) el 0, 


avec r 
=z (1+ , D.12 
T Ea px) 

pour que l’on puisse remplacer le groupe vi, ..., vx_1 par le groupe v1, ..., Ug-1, Uk =V. 
Le déterminant M (G1, C2, .…, Gp41) est une fraction rationnelle en v dont les pôles simples 


sont les u;, 7 € €, et qui s’annule pour v = oo d’après l'hypothèse (D.12). Montrons, comme 
pour le second lemme, que le résidu d’un pôle quelconque, par exemple u1, est nul. Un tel résidu 
est proportionnel au mineur principal coefficient de z1, où l’on a posé v = u1. On remplace 
donc dans ce mineur Ç; par 


1 
Zi (1 + ) = Zilil (D.13) 


pour? = 2, 3, ..., p+ 1. 
Ecrivons ce mineur qui est un déterminant d’ordre p 


í ¥3(E) Y4(E) 
Y2(£) - OPE E 
2(E) — Z22211 TEET T a 
Yo(E) ¥,(E) 
Pa E BAP, 
ug — uz +1 3(€) — 23231 ARTES] (D.14) 
et aA Y¥4(E) — 
ug — Ua +1 uz — u4 +1 a(E) — 2441 
Après mise en facteur de x;; dans chaque colonne J, il reste un facteur 
Y; (F1) 
og es ie EEE F 
det Zj until, (D.15) 
1 


formé sur l’ensemble d’indices F! = £ — {1}. 
Ce déterminant est le polynôme M, (22, 23, …, 2,+1) formé sur l’ensemble de p indices F1 


avec 1 
sell (+) (D.16) 
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or, d’après l’hypothèse de récurrence (D.12), M, (22, ..., Zp+1) s’annule dès que les z; sont un 
produit de k’ facteurs z}, avec k' < p—1 or ici nous avons k’ = k — 1, il suffit donc que k < p, 
ce qui est l'hypothèse (D.12). 

Le résidu du pôle u; est donc nul et il en est de même pour les autres. On en déduit que la 
fraction rationnelle en v, 

Mp4i (QG, C2, «+ Cp+1) est nulle quel que soit v, ce qui entraîne que Mp41 (21, …, Zp41) 
s’annule lorsque les z; sont un produit de k < p facteurs 


A = Il (+) 


1<a<k 


quels que soient les u et les v. La proposition IV est donc démontrée. 


En général cependant la quantité M (z1, ..., 2,41) ne sera pas identiquement nulle pour 
a= I] ze (D.17) 
1<a<p+1 


Une forme développée en est donnée dans l’appendice G. 


Appendice E 


Considérons le système homogène déjà défini pour la proposition III formules (C.3) et (C.4), 


avec ¥(E) 
ihe = — j . 
Mij(E) = 265 + — a, (E.1) 
AAE 
ice 
Le système s'écrit 
` Mijéj, avec 1€ Epy1. (E.2) 


FEEp +1 


Supposons que l’on choisisse les z; de sorte que 


z= IĮ z =G) (E.3) 


i<a<p a 


D'après la proposition IV, le déterminant du système (E.2) est nul et en général, d’après la 
remarque (D.18), la solution du système est donnée par la proportion (C.5) : 


Y; (F°) 


3 —2;0;; E.4 
Eq :: det rer: (E.4) 


Fa 
Définissons la fonction d’une variable Ç par légalité 
m(C) = M (Çz1, z2, …, CZp41) (E.5) 
où M est le déterminant de la matrice (E.1) formé sur : 
Ep1 = {1, 2.4 p+ 1} 


Nous avons la proposition suivante : 
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Proposition V 


La condition 


D, yest = 0 


JEEp+1 


est équivalente à la condition 
dm 


ac =0 pour ¢=1. (E.6) 


Preuve 

Nous nous plaçons dans l’hypothèse générale où les déterminants d'ordre p qui interviennent 
dans la solution (C.5) ou (E.4) ne sont pas tous nuls. En ce cas, la condition = Y; (E)E; = 0 
équivaut à annuler le déterminant bordé d’ordre (p + 2) 


D (Ep+2) = MED : (E.7) 
Y, h as Pir å 
Définissons l’ensemble €,42 = Ep41 + {p + 2}. 
Nous avons donc une variable u supplémentaire 
Up+2 = U. 


Nous définissons d’aprés (C.1) 


Y (Epsa) = ¥5 (Eps) (14 


Uj —U 
1 
Yp+2 (Ep+2) =Y (Ep2) = [I (1 re =) (E.8) 
jEEp+1 J 
et 5 
1 
a= G ) (E.9) 
a=1 2 
en gardant 


D'après la proposition IV on a 


Y; (Ep+2) 
Uj —Uui +1 


det |—2,0;; + = 0 (E.10) 


Ep+2 


C’est une identité en u. Multiplions la dernière ligne et la dernière colonne par u et regardons 
le comportement des différents éléments au voisinage de u = oo. 


Y; (Ep+2) > Y; (Ep41) 
Zp+2 > 1 Yp+2 — 1 


MODELE A 1D POUR UN SYSTEME DE FERMIONS EN INTERACTION 233 


Les éléments de la dernière colonne tendent vers 1, les éléments de la dernière ligne vers les 
Y; (Ep41) sauf l'élément (p + 2, p+ 2) qui tend vers l'infini ; à cet élément près, on retrouve 
les éléments du tableau (E.7). Développant alors le déterminant D (Ep+2) par rapport aux 
éléments de la dernière ligne, on obtient 


>, Y; (Ep41) & = 


JEËp+1 


Y; (Ep+2) 


lim u? (242 — Yp+2) det di (E.11) 


U— CO 


— 256%; + 


Ep+1 


où le déterminant qui figure au second membre est d’ordre p + 1 : c'est le mineur relatif à 
l'élément (p +2, p+ 2) de D(E,42). 
Examinons légalité (E.11) : 


D'après (E.9) et (E.8) 
1 
Zp+2 “ieiso(a). 


E.12) 
p+ 1 ( 
u u 
or nous savons, d’après la condition det M (€,41) = 0, que 
(E 
det |—2,6;; + Yj (Ep1) = 0; 
uj —Uu; +1 Eii 
on a donc Vite 
det |—2;6i; + RACE 
Uj — W +1 Bunk 
Y; 1 
= det — 256i; + HE). (1 + ) 
uj -—ujti1 uy =U) |e, (E.13) 
1 
=el) 
u 
Rassemblant les équivalences (E.11), (E.12) et a on a les égalités successives 
5 Y; (Ep+1) Ez = coefficient de = — du dterminant(E.13) 
JE Ëp+1 
au voisinage de u = œ = 5 z; x Mineur principal (j, 7) de M (Ep+1) 
ae 
E.14 
pe Zj S T ana 1- ( ) 
Appendice F 
Proposition VI 
La condition d 
= pour €=1, (F1) 
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est équivalente à l’existence d’une solution non triviale pour le système homogène aux (p+ 1) 
indéterminées w, et w : 


"~ Wa . 
5 — -w =O, 1€ Ep. (F.2) 
Sp (ui — Va) (ui — Va + 1) 


Preuve 
D’après la définition (E.5) de m(¢), l'équation (F.1) est équivalente à 
OM 
5 Zig = 0, (F.3) 
1EËp+1 ? 
avec 
zi= [[ tio M (ar, vs zu) =0. (F.4) 
l<a<p 
Considérons l’équation (F.4) comme celle d’une hypersurface en coordonnées cartésiennes 
(21, 22, +, 2p4+1). La proposition IV nous donne la paramétrisation de cette hypersurface à p 
dimensions 
2 1 
ss) j € Epa (F.5) 


L’équation (F.3) est celle du contour apparent de la surface M = 0, vu de l’origine des 
coordonnées {z; = 0}. Il existe donc un vecteur tangent à hypersurface de composante 62; tel 


que 
CEA Ô22 D. — 62p41 = êt. 


21 22 Zp+1 


(F.6) 
Inversement, les équations ci-dessus caractérisent le contour apparent. En terme des para- 


mètres Va, on obtient 5 
5 “2 = ôt. (F.7) 


ap (uz — Va) (Ui — Va + 1) 


Il suffit de poser va = wa, Ôt = w, pour obtenir les conditions nécessaires et suffisantes (F.2). 
L’équation du contour apparent s'obtient en éliminant les wa et w c’est-à-dire en écrivant 
que le déterminant du système (F.7) est nul. 


Appendice G 


La proposition IV énonce que la quantité 


Y; (Ej) | 


det |—2,6;; + 
17 uj —u +1 


= M (z1, 22, …, Zp) 


s’annule dès que les z; sont égaux au produit des p — 1 facteurs 


pol 
— ! 1 
zj = Tja avec Tj +, . 
a=li 1 a 
En général le déterminant M (z1, 22, ..., Zp) ne sera pas nul pour 


p 1 
a=-I (G+) 
a=1 a 
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Nous donnons ici une expression développée de M, valable dans ce dernier cas. 
a) M est une fraction rationnelle de vı dont les pôles simples sont les u; , qui s’annule à 
loo d’après la proposition IV ; on a donc le développement : 


M= 


J 


se (G.1) 


1 LT U; 


R; est le résidu du pôle vı = uj, c’est donc le mineur principal (j, j) où l’on a posé vi = uj, 


que multiplie ¢; = Il ia ; or, si l'on pose vı = uj, l’on obtient ze = xe;Çe et Ye (Ep) = 
2£a<p 
te; Ye (Ep — {j}) pour tout £ différent de j. 
Dans chaque colonne £ de de ce mineur (jj), la quantité xs; est en facteur et nous obtenons 


R; = Il Tha IEC = {5} (2, ¢3, ss Cp) 


a=2 IE] 


où intervient dans ce résidu R; le déterminant d'ordre p — 1, formé sur le groupe d'indices 
Ep — {j}, fonction de 2, ¢3, ..., Çp avec 


p 
G= [ees 
a=2 
on a donc : M (Ep) (21, 22, …, Zp) = 
1 p 

> —— [Ir [ro (E - GG, + &)- (G.2) 

TU Uy 3 

J a=2 t#5 


La formule (G.2) est une formule récurrente qui détermine un déterminant d'ordre à l’aide 
des déterminants du même type d’ordre (p — 1). 
L'application itérée de la formule (G.2) nous donne le développement final : 


1 1 1 
M (Ep) = a Sy 
( p) > z — UR, V2 — UR, 


x JT we. [[ sen. (G.3) 


1<£j<a<p 1<j<f<p 


La somme porte sur les p! permutations R des indices 1, 2, ..., p et pour chaque terme, les 
produits sont effectués sur les deux indices des x’ et des x. 


Corollaire 


det Siĝij + = perm 


Ui — Uj 


1 1 
DS eae mes (G.4) 


JEED 


Ui — Va 


avec 
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Pour le prouver, il suffit d'effectuer sur les deux membres de l’égalité (G.3) la transformation 


Uy Va 

eit Va > — 

V y 

et d'identifier dans les deux membres les termes dominants en V? au voisinage de V = 0. On 
donne aussi une démonstration directe (proposition XI). 


uUi > 


Appendice H 


Les propositions A et B sont équivalentes : 
a) Il existe (p + 1) indéterminées en toutes nulles, wa et w, telles que la fraction rationnelle 
en u 
Wa 


WEE a 


a=1 
s’annule pour tous les u;, 1 <i < N, N = 2p. 
b) Les p relations suivantes lient les N = 2p nombres u; et les p nombres va. 


N p 
Var Vw t1 
Ts - l (H.1) 
4 ae pe eT 
ba 


G(u) est le quotient de deux polynômes de degré 2p. Le polynôme ou numérateur a pour 
zéros les 2p nombres u;. La fraction rationnelle 


N p 
Ju- w) : I] ©- v) (u — va +1) 
j=l a=1 


admettra donc un développement du type G(u) si et seulement si les résidus des pôles va et 
(1 — va) sont opposés. On en déduit les p relations nécessaires et suffisantes 


N N 
[Le - 4) J [ (-1+% - us) 
j=l he j=l 

[| (a -v) (va — v +1) LL (ea = v = 1) (va = v) 


b b 


c’est-à-dire les relations (H.1). 
On peut écrire les relations (H.1) en fonction des k et des q, d’après les définitions (6.3) et 
(6.8) 


a 1 a 
Ui phi Va = 5 + ya 
pour obtenir 4s 
N qa — k; - Bs p . 
[=p 1 EEE (2) 
iqa- kjt 5 b= ERS 
b£a 


avec N = 25 
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Appendice I 
Proposition IX 
Le coefficient c(F), F = {af ... 6}, 


YF) 


F) = … 0) = + 
c(F) = c(aBy ... 6) = det | 


— 2,656 + 


où les nombres Z; sont donnés par légalité 


i 1 
5-5): 


a 


est une fraction rationnelle de ua, nulle à l'infini, dont les pôles simples sont —v,, 1 <a < 5, 
avec les résidus 


he II (1 -= 1 =) Il (1 -= : =) LG Dies (11) 


F désigne l’ensemble de P indices (a, 8, y, ..., 6) ; F% désigne l’ensemble F — (a). 


Preuve 
Ecrivons le déterminant qui définit le coefficient c(afy ... 6) 
1 Za 1 1 
Y; Ue — ug +1 Ua —-uy +1 
=e ls 1- 26 l 
claß Jer 6) = Ya Yg sa V5 Ug — Ua + 1 Y3 ug — uy + 1 (12) 
1 A 
Uy—Ug +l w-—ug+i Y, 


et examinons la dépendance dans la variable ua. Le coefficient c(F) est évidemment une fraction 
rationnelle de ua qui tend vers zéro à l'infini. En effet les Y restent finis et tous les éléments 
de la première ligne tendent vers zéro : 


Ug — CO Za — 1l Ya — 1. 


Quels sont les pôles possibles a priori ? 
a) Ug = Ug +1, BEF” 


b) Ua = Ug, — 
c) Ua = —Da 1<a<p. 
A : = . 1 
a) Ua = ug +1 n’est pas un pôle. En effet le coefficient Y, contient en facteur 1 + ——— 
Up — Ua 


qui s’annule. ua = ug — 1 n’est pas un pôle, à cause du facteur 1 + = dans Yp. 

b) ua = Ug n’est pas un pôle. 

En effet, pour ua ~ ug, 1 — = ~ 1. Il suffit alors de soustraire la ligne 2 de la ligne a, 
puis la colonne ĝ de la colonne ADOBE mettre en facteur (ua — ug)? dans le déterminant : ce 
facteur compense le pôle double provenant du terme Ya Yg. 
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c) Il reste donc les seuls pôles possibles qui sont ceux de Zy : —Vq. 
Calculons le résidu Ra du pôle —. Introduisons les quantités ainsi définies 
Ua a 
- 1 
Ze = Ga (1 = = ) 
Ua + Va 
Zg | C341 : tc 
2.4. = — , etc. 
P la =o 8 ug + Te 


Le résidu vaut donc 
Ra = Ca X Mineur (a, @) |u,=-3 


a 


or 


D’autre part, 


D'où l’on réduit finalement le résidu : 


r= JI (1-55) I (2) ket esa 


ba 


Appendice J 
Proposition X 


La fraction rationnelle du ua 
I (ua) = Zac(aBy ... 6) 


admet la décomposition en éléments simples 


(ua) = >, La — IT (1 s Va —) [c(BY «.. 6)Jua=00 (J.1) 


Preuve 
Ecrivons le produit z,c(aB ... ô) 


ss Y, Y. 

-Zx +Y, no se 

i Ua ~ ug +l Ua —-u,; +1 
Y, z Y- 

1 1 S Os —F y, TES a ee 

= (14 Je (14 ) Ua Ua +1 28 + Yg pd, eA 
A Ý, 

Uy — Ua tl ug-—Uatl 


où le déterminant est construit sur les indices de F = {ay ... 5}. 
T (ua) est une fraction rationnelle en ua nulle à l’oo. 
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Les valeurs ug, ug +1, 8 € F” ne sont pas des pôles (voir proposition IX). Les valeurs —@,, 
1 <a < i, ne sont pas des pôles à cause du facteur en tête du déterminant. Il reste donc les 
seuls possibles en ua = Va. 

Calculons le résidu Rı du pôle vı. On trouve 


1 
R1 = II (1 + ) x déterminant 
b41 vı = V 


Ua =V 


Il s’agit de calculer la valeur du déterminant suivant pour ua = v1 


yr Y3 Y 
= a-Ugtl Ua—-üuy+l 
Ya K Y. 

ug — Ua +1 E Ug — uy +1 
A Ys 


—2y +Y. 
ati ty —ugtl oe 


on met un facteur Ya Y% ... Ys, puis l’on retranche la première colonne de toutes les autres, on 
retranche ensuite la première ligne de toutes les autres et l’on obtient le déterminant (7 — 1) 


construit sur l’ensemble d'indices 3, +, …, 6 ou F%, c’est-à-dire : 
—Ug + Uj Y, (F° 
diag | gee ge RER 
Ug + Uy ue- Uj t+ lly 
Or, pOUr Ua = v1 ON a 
= E ( 1 ) 
25 ES a 
Uj — UV] Uj; +1 


La valeur du déterminant pour ua = v: est donc le coefficient [c(ay ... 6)]5, =. La proposition 
X est donc démontrée. 
On a le corollaire suivant : 


slim, uaclady 6) = D TI (2+ =) elr -Da = 0. 


a bfha 


Pour le prouver, il suffit de multiplier les deux membres de l’identité (J.1) par ua et de passer 
à la limite ug > co. 


Appendice K 
Proposition XI 


Nous avons l'identité suivante entre deux fractions rationnelles des p paramètres u;, 1 <i < p 
et des p variables v,, 1 < a <p: 


Fp (vive ... Up) = det 


81035 + (K.1) 
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Dans le premier membre de l'identité figure un déterminant d’ordre p et dans le second 
membre un permanent du méme ordre. 


Les s; sont ainsi définis i 
1 
=) jane De (K.2) 
= Ui — Uy Ui — Va 


1<a<p 
Nous remarquons tout de suite que F, est une fraction rationnelle complètement symétrique 
dans les u, et dans les v. Nous notons F, (v1 v2 ... vx) la fonction Fp (viva … Up) |va=00, ak: 
Les v ne figurant que dans les éléments diagonaux s,, faire va = oo revient à supprimer le 
terme (ui — vq) dans s;. 
Nous montrons par une double récurrence sur p et sur k le lemme : 


F, (vive … vx) =0 pour k<p (K.3) 


Supposons la proposition vraie jusqu’à l’ordre (p — 1) et montrons qu’elle est vraie jusqu’à 
l'ordre p. 
En effet Fp (v1 ... ve) est une fraction rationnelle dans la dernière variable v; dont les pôles 
simples sont les nombres u; 1 < i < p. 
On a donc la décomposition en éléments simples 
R; 


F, (vivo … Uk) = J TEEPA + F, (v1 U9 … Uk—1)- 
j 
J 


Calculons le résidu Ry, par exemple. Manifestement R, est égal au premier mineur principal 
du déterminant pour la valeur vx = u1. Chaque quantité s; devient 


k—1 
1 1 
Wao D. 
Saag a ni. 
GAA 


On constate donc que ce mineur pour vg = u; est le déterminant d’ordre (p—1), Fp—1 (v1 … Ue—1), 
construit avec les paramètres u;, 1 > 2. 
D'après l'hypothèse de récurrence, on a k — 1 < p—1 et par conséquent 


Fy-1 (viva .. Vk-1) = 0 
Le résidu R; est donc nul et de la même façon tous les résidus R; sont nuls. On en déduit 
Fy (vive … Un) = Fp (vive... Uk-1), si k<p. 


Il en résulte que F, (viva ... v}ne dépend pas des v et vaut identiquement zéro comme on 
le voit en ajoutant à la première colonne du déterminant F,|,,=%, Va la somme des autres 
colonnes. Le lemme (K.3) est donc démontré. 

Pour démontrer l'identité (K.1), nous remarquons que la fraction rationnelle Fp (vive ... Up) 
admet la décomposition 


R; 
Fp (V1 08 Vp—1Vp) = > 7 =. 
j P 3 


+ Fy (vi tee Up-1) + 


D’après le premier lemme F, (vı ... v,41) = 0. Calculons le résidu R;. R; est le mineur 
principal d’ordre i pour vp = ui. On constate donc que R; est la fonction Fp_1 (v1 ... vp-1) 
construit sur les paramètres u; avec j # 1. 
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D'où l’on déduit lidentité 
Fuite Up} = 2 aie {urug ... Uy... Up}. 
Par application répétée de cette formule on obtient le résulat annoncé. 


Appendice L 
Proposition XII 


Si les N quantités u; et les v quantités va vérifient les équations 


| 1 
=2 , 1<a< 
a De ara Fe 
i b 
b£a 
On a l'égalité 
N 
y C(UyU2 ... Uy—1ua) = 0 (L.1) 
AV 
avec la définition des coefficients c 
+ + 
3 + + 
2: = e A| =|A 
(nu ote) = |] Pem JA] = 1A) 
Preuve 
Il nous faut montrer l'égalité 
N 
1 1 1 1 
y u me =0 (L.2) 
Say [U1 — Va U2 — Va Uy—-1 — Va Ui — Va 


ot la notation met en évidence la ligne typique n° a du permanent d’ordre v. 
Compte-tenu de notre hypothèse ceci revient à montrer légalité suivante 


+ + j E + 
1 is. 1 1 = 25 1 1 (L.3) 
b=1 


Ul—Va Ui Va Ui-Va Up—1—Va U1—Va Up-1—Va Vb —Va 


6 


où il est convenu de placer 0 dans le permanent au lieu du terme ” pour a =b. 


b a 
Développant alors chaque permanent du premier membre de (L.3) suivant les éléments des 
deux colonnes identiques, on obtient : 
+ + 
1 
Uj — Ve 


(L.4) 


1 1 
22 Ui — Va Ui — Ud 


a, b i 


e#a, b 
JFiV 
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+ + 
= Yee lee aca) le 
E b à Va — Vb \ Ub — uU Va — Ui Uj — Ve 
+ + + + 
1 1 1 1 1 1 
= / + / 
Dreier Uj— Veleža, b DOD Uj~Vele#a, b 


J É t, v j # i, Y 
Considérant seulement la première ligne du second membre de (L.4) on effectue la somme 
sur l'indice b qui donne 


1 tee 1 1 o. 1 1 
UT VE Ui—1 TUE Uii TUE Uy—1 Vb Va UE 


1 
D 


a, i 


et ensuite sur l'indice 7 pour obtenir 


a en (L.5) 


De même, la seconde ligne du second membre de (L.4) donne une contribution identique à 
l'expression (L.5), d’où dérive le second membre de l'équation (L.3) avec le facteur 2. 


Appendice M 
Proposition XIII 


On se donne un polynôme Q de degré N dont les zéros sont tous simples. Le nombre de 
polynômes P de degré v dont les zéros soient tous simples, tels que QP” — Q’P’ soit divisible 
par P, est en général précisément égal à 


g= Cy -C (M.1) 


Preuve 
Nous partons du résultat suivant dû à Heine [16] et cité par Szégé [17]. Il existe en général 
exactement CN+”’-? polynômes P de degré v tels que AP” + BP’ soit divisible par P, où A et 
B sont deux polynômes de degré N et N —1 respectivement. Si nous avions eu le signe + au lieu 
du signe —, c’est-à-dire A = Q, B = Q’, le comptage et la caractérisation de tous les polynômes 
P pouvait se faire très simplement en utilisant une méthode variationnelle due à Stieljes, on 
aurait exactement Ct”? polynômes P dont les zéros sont réels et simples (comme ceux de 
Q). Mais dans notre cas les zéros peuvent être doubles et coïncident alors nécessairement avec 
certains zéros de Q comme on l’a montré au paragraphe 10.4. Notre problème est justement 
de compter les seules solutions P dont les zéros soient tous simples. 
Supposons que P ait au moins p racines doubles qui sont donc d’après (10.4) p racines de 
Q : 
Q = UQ1, 
P =U°P,, 


où U est un diviseur quelconque de Q de degré p. 


(M2) 
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Nous avons par hypothése 


QP"-Q'P'-RP=0 ` (M.3) 

On en déduit d’après (M.2) 
P;'Q + Pi (3U'Q1 - UQI) - RiP, =0 (M.4) 
D'après le résultat de Heine déjà cité, il existe en général M, = Coa A ~? solutions P) à 


l'identité (M.4), pour chaque U de degré p. M, est donc le nombre de polynômes P de degré 
v ayant au moins p racines doubles prescrites. 

Appelons W, le nombre de solutions P de (M.3) ayant exactement p racines doubles pres- 
crites. Il est aisé d'exprimer M, en fonction des M, puisque les autres racines doubles de P 
sont à choisir parmi les (N — p) zéros restant de Q. 

On obtient donc 


N —-p}(N -p-1 
Mp = Ny + (N = ppn + EPN RD, +. 
= D Ce ON pas oa 


r>0 


Or, nous cherchons le nombre des polynômes P sans racines doubles qui est justement No ; 
il suffit alors d’inverser le système (M.5) et pour cela nous utilisons l'identité suivante 


N+v—2p-24N _ 
Do, Op SOP Cire (M.6) 
p20 
Cette identité se démontre simplement en égalant les coefficients de z” dans le développement 


en puissance de x de l'égalité suivante 


: ~=(1+a)" -a+ e)”. 


N 
(1 - 2°) CETLE 


Reportons alors dans (M.6) le développement (M.5) de la quantité 
N+v—2p— 
Coa = AM. 


On obtient 
g=), 2 (Or PCR Natr (M.7) 


p20 r>0 


c'est-à-dire qu’aprés avoir effectué la sommation à (p +r) constant, nous trouvons, g = No, ce 
qui démontre la proposition XIII. 


Appendice N 
Proposition XIV 


Orthogonalité des coefficients limites c pour P = 1 et P = 2 


D = 1 


a sia) 


D ca)c{yy(a) =0, si mn FQ. (N.1) 


a 
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En effet, 


1 1 1 1 1 
Yee eee aera 


Cette dernière somme est nulle d’après la définition de qı et de q} comme racines distinctes 
de l’équation (J.14) pour 


p=2 
1 1 
OP) = 7e EE) 


S clapier lab) = 0, {a} # {a'}- 


a<f 


{ga} ={a, a}, 

j N.2 
{7} = {4 2} Ne) 
Nous supposons que si {q} # {q'}, l'égalité accidentelle des paramètres q et q’ ne peut se 


produire. 
Il suffit de montrer 


1 
ap (ka — q1) (ko — q2) (ka — qi) (ke — q2) (a + %) 


le premier membre peut se décomposer en quatre sommes partielles : 


1 1 1 
> (gi — qi) (g2 — qi) lm — qı) (kg — Q2) T (ka — qi) (kg =a 


== nes * rer 
La (a — di) (G2 — 4) L(ka — 41) (ke — 2) (ka — 11) (ke — 92) 


+ termes où gi et q, sont échangés. 
Les deux premières sommes sont nulles, d’après (10.14) en effet, 


ey E E 
(ka — qı) (kg — q2) 7 G2 4H ka-q) kp — qe 


afp 


ne 2 1 ( 2 2 ) 7 
gg HG \de- NM a l 
Pour les deux dernières sommes, effectuons la somme sur a à l’aide des relations (10.14), 
nous obtenons : 


| 2 1 2 1 | 
a-g g-a l-ka- 2-a ke- 


ee 


1 1 1 1 1 1 
a Fg EREE 


5 a-g g-a Lke-dqke-q ks—qks -q 


MODELE A 1D POUR UN SYSTEME DE FERMIONS EN INTERACTION 245 


Effectuons la sommation sur 6, toujours à l’aide de (10.14) : 


1 1 8 
qi — qi G2 — % (4 — gi) (ai — G2) 
1 1 ï 2 2 ) 
N-UeR-hea-Ggd\a-e B-d 
1 1 1 2 2 
qı — 41 92 — 92 11 — % -q -h 
+(q + Q2) 
Cette quantité est égale à 
1 1 8 2 (qi + gi — qe — &) 
7 7 tt oom th a) 
m-94-% | (qi —q2)(qi —q>) (qu — 45) (G2 — qi) (qu — G2) (qi — 94) 


Après réduction au même dénominateur, on obtient au numérateur : 
1 1 1 1 ! 1 \2 ' 112} Lan. 
8 (a1 — 42) (42 — 11) — (a — 41) (G2 — a) +2 [a —-@+q-@) -(1-@2-%+%) | =0; 


ce qui démontre l’orthogonalité pour 7 = 2. 
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Etats propres et valeurs propres de l’Hamiltonien d’appariement 


M. Gaudin 


Les résultats exposés dans cette seconde section et dans l’appendice C ont été obtenus anté- 
rieurement à ce travail et démontrés complètement par R.W. Richardson et N. Sherman [9]. 


Résumé. — Le problème de la diagonalisation de l'Hamiltonien d’appariement est résolu dans 
le cas dit “non dégénéré”. Il s’agit uniquement de l'Hamiltonien simplifié où les éléments de 
matrice de l'interaction sont tous égaux. La détermination des états propres et des valeurs 
propres est ramenée à la résolution d’un système d'équations algébriques qui dérive d’un principe 
variationnel. Une analogie électrostatique fournit une représentation intuitive de ce principe et 
facilite en particulier l'étude du système infini. On retrouve ainsi certains résultats classiques 
concernant l’état fondamental, obtenus par la méthode des transformations canoniques. Les 
implications de la solution proposée, en théorie des noyaux finis comme en théorie formelle de 
la superconductivité, ne sont pas abordées dans cet article. 


Abstract. — The problem of diagonalization of the pairing Hamiltonian in resolved for the 
non-degenerate case. We consider only the simplified Hamiltonian which is characterized by the 
equality of all the matrix-elements of the pairing force. The determination of the eigenvalues 
and eigenstates is reduced to the resolution of a system of algebraic equations, deriving from a 
variational principle. An electrostatic analogy permits us to find an intuitive representation of 
this principle and facilitates in particular the study of infinite systems. With this method some 
classical results concerning the ground state are re-established. The solution proposed in this 
article is neither applied in theory finite nuclei nor in formal theory of superconductivity. 


Introduction 


Dans un travail récent [1] sur un modèle à une dimension pour un système de fermions en 
interaction [2], divers résultats ont été obtenus concernant les fonctions d’onde de ce système, 
résultats qui nous ont paru intéressants par leur structure même, indépendamment du modèle 
considéré dont ils tirent leur origine. En effet, l'étude de ceux-ci nous a conduits naturellement 
à un traitement exact de “l’Hamiltonien d’appariement” dans le cas “non dégénéré”. Il s’agit 
uniquement de l’Hamiltonien simplifié, où les éléments de matrice de la force d’appariement 
sont supposés égaux, tel qu’il est utilisé couramment en théorie du noyau [3,4]. 
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Le lien entre les deux problémes est le suivant: on obtient, comme sous-produit du traitement 
du système à une dimension, une base particulière et remarquable de fonctions de spin pour 
N particules de spin 1/2. Or, dans le formalisme dit du “quasi-spin” [5], l’'Hamiltonien d’ap- 
pariement s’exprime en termes d’opérateurs de spin 1/2, ce qui permet d’ailleurs une méthode 
systématique de diagonalisation numérique. Il se trouve que cette base de fonctions de spin a 
un rapport étroit avec celle des états propres de l'Hamiltonien d’appariement, sans que nous 
puissions dire si cette coïncidence formelle est l’indice d’un rapport plus profond entre les deux 
problèmes. 

La première section de cet article est consacrée à rappeler les résultats du modèle linéaire [1,2] 
qui sont à l’origine de la solution proposée, mais qui ne sont pas logiquement nécessaires 
à l'explication de celle-ci. Dans la seconde section les équations couplées qui déterminent le 
spectre et les états propres de l’'Hamiltonien d’appariement sont établies directement et leurs 
solutions sont dénombrées. On calcule ensuite les valeurs moyennes des nombres d'occupation 
et l’on conjecture l'expression générale du coefficient de normalisation de la fonction d’onde. 
La solution complète du problème de diagonalisation posé est ainsi obtenue, mais ne permet 
pas une comparaison immédiate avec les diverses solutions approchées, comparaison qui reste 
à faire dans son ensemble. Nous l’avons amorcé dans la troisième section en étudiant létat 
fondamental du système infini. On retrouve alors les résultats classiques obtenus par la méthode 
des transformations canoniques. La question de l’équivalence de la fonction d'onde exacte et 
de la fonction d’essai asymptotiquement exacte de B.C.S. — équivalence définie par l'égalité 
des valeurs moyennes de tout opérateur — n’est pas abordée. La classification des états et la 
construction des diverses excitations élémentaires devraient constituer une suite à cette étude 
déjà trop longue. 


1. Une base de fonctions de spin 


1.1. LES FONCTIONS D’ONDE D’UN SYSTÈME DE FERMIONS À UNE DIMENSION. — Nous con- 
sidérons d’abord un problème linéaire concernant un système de fermions identiques de spin 
1/2 dont l'interaction est indépendante du spin. La fonction d’onde complètement antisymé- 
trique appartenant au spin total S, repéré par les nombres quantiques notés {E}, admet la 
décomposition classique suivante sur la base standard des fonctions de spin xX : 


DR Suis Onan) = ee (tite … EN) XP ($182... 5N). (1) 
T 


Les x; sont les coordonnées d’espace, les s; les composantes magnétiques des spins. L’indice 
de sommation T varie sur tous les tableaux d'Young numérotés, à deux colonnes de longueur 
respective N/2 + S et N/2— S = M. L'indice T désigne le tableau complémentaire de T. 

Dans le modèle précis à une dimension que nous considérons, les fonctions d’espace pia 
sont les fonctions propres de PHamiltonien suivant : 


2 

H=- S+V E ile- a), (2) 
i : i<j 

Il suffit évidemment de construire les solutions relatives à un seul tableau T, pour les avoir 

toutes. Choisissons T de sorte que les variables z1, 22, ... ty soient dans la seconde colonne de T 

et TmM+1, TM+2, … TN dans la première colonne. Les fonctions pn sont donc antisymétriques 

dans les variables de chaque colonne séparément, et vérifient la condition suivante : 


Ovr = (Pim+1 + Pi,m+2 ++ Pin 1) pi =0. (3) 
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L'opérateur de symétrie O, somme de diverses transpositions P;,;, i > M, est hermitique. 
Les solutions de l'équation de Schrödinger : 


Hoy) = Eph}, Op) = 0, (4) 


forment donc un système complet de fonctions d'espace orthogonales ayant la classe de symétrie 
du tableau choisi T, et repérées par les nombres quantiques {Æ} (énergie, spin, et tous les 
autres). 


1.2. LA LIMITE V — 0. — Supposons maintenant que la constante de couplage V tende vers 
zéro. Les fonctions d'espace pi (construites en référence [1]) sont des fonctions continues de 
V et tendent vers des fonctions limites (que nous noterons encore pr h qui forment donc une 
base complète orthogonale de fonctions d’onde de particules indépendantes de symétrie donnée 
T; on a les relations d’orthogonalité: 


for (auto … zy) ph} (œito ... cy) day... dey =0 si {E} # {E}. (5) 


Il se trouve que les fonctions limites sont associées à la donnée d’un ensemble de N nombres 
d’onde réels et distincts {k} = {kiko ... kw} qui constituent donc en fait une partie de len- 
semble des nombres quantiques {E}. 

Nous écrivons : 

{E} = {k, q}, (6) 
où {q} désigne un ensemble de nombres quantiques qui complète l’ensemble {k}. Les fonctions 
d’ondes limites admettent donc un développement en termes de déterminant de Slater, qui est 
le suivant : 


ET (x I(P)CTEY (P,, Ps, … P ie vs a ee … Ken on 
as re 13 Po, M) au can (7) 


La somme porte sur les permutations P d’ordre N ; I(P) est le signe de la permutation P ; 
les coefficients 
CtE} (ay ... 6) = CT} (Fu) (8) 
sont des fonctions complètement symétriques de M indices distincts formant une partie Fm 
des entiers variants del à N. 
La condition de symétrie donnée par l'équation (3) est équivalente aux CŸ_, conditions 
suivantes sur les coefficients C{EI(F) : 


Ss,  ct#h(aBy ... 6) = 0, (9) 


a€CF y-1 


pour tout Fy_1 = {8y … 6}. 
Il résulte alors de l’orthogonalité des fonctions limites écrites dans l’équation (5) que l’on a 


en particulier : 
[eel a de=0, si {a} # {a} (10) 


On déduit de l’équation (10) les relations d’orthogonalité sur les coefficients C relatifs au méme 
jeu de nombres d’onde k ; 


SCT (apy ... CHM (apy ..6)=0, si {g} # {a'}. (11) 


F 
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1.3. FORME DES FONCTIONS D’ONDE LIMITES. — Le résultat essentiel sur la limite V = 0 
des fonctions d’onde du modèle à une dimension est le suivant : le coefficient Ct*-%} est défini 
comme une somme sur toutes les permutations À d’ordre M 


1 1 
cika} 3 se ee l A re en = 
Gus De ka — Qr1 kp — Gre ks — RM 


c’est-à-dire dans la notation condensée du “permanent” : 


+ + 


CF) = 


(12) 


k, — Gi 


veF 
1<i<M 


où l’ensemble {q} = {ai¢2 ... qm } est une solution du système des M équations algébriques 


N 
Yee a A (13) 


v=1 


Rappelons que les k sont des nombres donnés, réels et distincts ; les nombres q sont en 
général complexes, mais nécessairement distincts entre eux, distincts des k, et finis. 
Nous avons donné en appendices A et B les démonstrations des deux propositions suivantes. 


Proposition I 
Si {q} est une solution du système d'équations (13), les coefficients C 1*9} vérifient les con- 
ditions (9) de symétrie T. Ils sont réels. 


Proposition I 


Le nombre de solutions convenables du système d’équations (13) pour les nombres {q}, est 

. 7 ; N , , . 
exactement égal au nombre de fois que la représentation (D'/?) contient la représentation 
DEN ae c'est-à-dire 


gM = Ch = CH- (14) 


1.4. UNE BASE ORTHOGONALE DE FONCTIONS DE SPIN. — Le modèle à une dimension nous a 
livré le système des coefficients limites Cth a} avec lequel nous pouvons maintenant construire 
un système de fonctions de spin en quelque sorte corrélatif du système de fonctions d’espace 
précédemment considéré. 

Donnons-nous N opérateurs de spin 1/2 : S;, 1 <i < N, et appelons |0} l’état de référence 
“ferromagnétique” 


S30) =-510), vi. (15) 


Considérons les fonctions de spins suivantes de norme 1 : 
1 
Ix) = == JS Clafy … S2SF ... S#|0). (16) 
VD Te 


La somme porte sur tous les ensembles ordonnés de M indices distincts Fy = {afy … 6}. On 
a introduit un coefficient de normalisation Da! ? de sorte que 


Du =X (aby … 6). (17) 
Fu 
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(Nous avons omis d’indexer les diverses quantités par l’ensemble {q}). 
On notera que l'expression (12) des coefficients C(F) permet d'écrire l’état |x){} sous la 


forme TR 
1 1 st 
Aq} =. Se 2 0). 18 
xy = AL ( o (18) 


Nous avons les résultats suivants : 
a) |x) est fonction propre de S* 


six) =- (F-m) bo. 


ly) appartient au spin total S = N/2 — M 
En effet, les conditions de symétrie (9) qui résultent de la proposition I sont équivalentes à 


S7 1x) = 0. (19) 


c) Les différents états [x tr) sont orthogonaur 
' 1 , 
Dyt) = —— Y HFC NF) =0, 20 
(let) 55 > (PCU(F) (20) 


d’après les relations (11) pour {q} Æ {q'}. 

Remarquons que nous n’avons pas de démonstration directe de cette orthogonalité (sauf pour 
M = 1, 2), mais qu’elle résulte des considérations exposées au paragraphe 1 de cette section, 
sur l’orthogonalité des fonctions d’onde d’espace du modèle à une dimension. 


d) Les états |x tat) constituent une base orthonormée complète de fonctions de spin 
S = -S = M — N/2 


En effet, nous avons gy = CẸ — CÑ _ solutions distinctes {q} d’après la proposition II, ce 
qui est exactement la dimension du sous-espace des fonctions de spin total S = N/2-M = —S,. 
L’indépendance linéaire résulte de l’orthogonalité. 

Notons que l’on construit évidemment tous les états de composante de spin S* # —S par 
application répétée sur |x) de l'opérateur S41. La structure des états obtenus reste la même 
que celle qui est donnée par l’expression (18) à condition de considérer que certains nombres q 
peuvent devenir infinis. 


e) Il nous manque la valeur du coefficient de normalisation sur lequel nous faisons la conjecture 


Di? = det |g (qi) 553 PSS à (21) 
(ai =a) |y 


avec la définition ‘i 
g (qi) = DS Es (22) 
rs. ky J > (ge — x) 


1 yE oth 
Il est entendu que les termes —————-5 sont à remplacer par 0 pour 1 = J. 


qi — q;) 
Cette conjecture a été vérifiée pour M = 1, 2. 
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2. Etats propres et valeurs propres de l’Hamiltonien d’appariement 


Les résultats exposés dans les deux paragraphes suivants et les appendices C et D ont été 
obtenus antérieuremment et démontrés complètement avec leur méthode propre par R.W. 
Richardson et N. Sherman [9]. C’est la raison pour laquelle ce travail n’a pas été publié. 


2.1. L'HAMILTONIEN D’APPARIEMENT ET LE FORMALISME DU “QUASI-SPIN”. — Sans pré- 
ambule sur les systèmes physiques de fermions, auxquels il est généralement appliqué, nous 
considérons l’Hamiltonien d’appariement simplifié sous la forme habituelle en seconde quanti- 
fication : 


N 
H = 5 sv (ata, T atav) -G 5 5 at ataya. (23) 
Aa v=lv'=1 


Nous avons 2N états individuels associés par paires v, —v, 1 < v < N. L'énergie non perturbée 
d’une paire v est e,, les états appariés ayant la même énergie égale à —e, /2. L’intensité G de 
la force d’appariement est positive. 

Le problème est de construire les états propres |y) de l'Hamiltonien (23) pour un nombre 
donné de particules. On sait qu’il suffit de se limiter à la recherche des états “occupés par 
paires”, puisque la force d’appariement ignore les états occupés par des fermions célibataires. 

Considérons en effet le système d'opérateurs de spin appartenant à la représentation réduc- 
tible D'/? + 2p° : 

Ly + + 


= 3 (ata, —at,a_y) 


Fergie 


1<v<N. (24) 


Ces opérateurs commutent tous avec H. On peut donc choisir les fonctions propres |y} de sorte 
que l’on ait i 
oid) = +510) ve {0} 
et (25) 
opp) =0 ve {CL} 


où £ désigne un ensemble de L indices distincts pris de 1 à N. Si v € {£}, l’état v ou l’état —v 
est occupé par un fermion célibataire. Or l’interaction d’appariement est ineffective entre les 
états +{£}. Il suffit donc de diagonaliser H dans le sous-espace construit avec les seuls états 
de paires {CL} et d’ajouter à l'énergie la quantité 


DE 


Nous nous restreindrons donc à la détermination des états totalement appariés à M paires qui 
vérifient les conditions : 


oo lb) =0, 1<v<N, (26) 
N 
Sata lb) = MIY). (27) 
v=1 


Suivant le formalisme du quasi-spin, nous introduisons les N nouveaux opérateurs de spin 
1/2 (la représentation D° est éliminée par les projections (26)) 


oS 5 (ata, +af,a_, -—1) =n, — 


1 
2” (28) 
SY) eal yak 
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et le spin total 


N 
s=) S, (29) 
v=1 
avec N 
S,=M-—. (30) 
2 
L’Hamiltonien s’écrit alors 
N 
H=S en - GSt S7 (31) 
v=1 


et le nombre de paires 
N 
M = Done 
v=1 


2.2. ÉTATS PROPRES ET VALEURS PROPRES. — Tout état propre à M paires admet un dé- 
veloppement sur la base des fonctions de spins élémentaires : 


lb) = a S e(aBy ... SESH ... S10), (32) 
F 


où F = {aßy ... 6} est un choix courant de M indices distincts. 
L’équation aux valeurs propres 


Aly) = El) (33) 


s'écrit en terme des coefficients e du développement (32) : 


(Eu tegt-:-+e5—E)elapy --: 5) =GY 'e(v8y --- 6) +e(avy = 6)+::: (34) 


+e(añy = v), 


où la sommation sur v, notée ) ' doit être effectuée sur les valeurs de v telles que les indices 


Vv 
figurant dans les coefficients e soient tous distincts. 
Prolongeant la définition des coefficients e au cas où deux indices deviennent égaux, on écrit 
les équations (34) sous la forme 


(£a tegt-+:+e5—E)e(afpy --- 6) 


N 
a2 8) +elavy --- +- +elaby -:: v) (35) 
+G{e(BBy --: 6) +e(aay = 6)+---} =0. 
Dans cette dernière ligne du premier membre de l'équation (35), figurent M(M — 1) termes, 
où tout indice de F = {aBy --- 6} figure deux fois de toutes les façons possibles. 
On peut encore présenter le système d'équations (34) ou (35) sous la forme suivante : soit P 
une permutation d'ordre N telle que 


F= {P1, P2, … PM}. 
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On obtient pour le système (35) 


M N 
(Ep1 +Ep2+-..+epm — E)e(Pl, P2, +- PM)-G9_ X. e(Pl, P2,- Pi, ---, PM) 
i=1l Pi=l 
+G e(PL.+ Pie Pi... PM)+e(Pl + Pj- Pj... PM)=0. 
i<j (36) 
T T T T 
i j i j 


Ce systéme linéaire pour les cy coefficients e(F) étant établi, la proposition suivante démontrée 
en appendice C en donne des solutions : 


Proposition II 


Si les M nombres complexes distincts Fy, Fy, ..., Em sont racines du système d’équations 
algébriques 
= A Heol 1 
25” == 1<i<M, 37 
D 2 GE GRES e 


(ce qui implique aussi E, 4 <,), les coefficients 


HS ES ee 1 


AR + 
7 Ea — Er Ep — Er? és — Erm 


ou dans une notation plus condensée 


+ + 
Fr) = 38 
e(Fu) = pem |] > (38) 
1<i<M 
constituent une solution du systéme linéaire d’équations (34), (35) ou (36), avec 
B= EAB ao Phy, (39) 


On peut encore énoncer la proposition équivalente. 


Proposition IV 
Si {E} == {F,, Ez, ..., En} est une solution du système algébrique (37), l'état à M paires 


1 1 
VD iE; M! 
est un état propre de l’'Hamiltonien (23) pour l’énergie 


M 
1 


avec la définition de l’opérateur de création de paires 


Ww) = 


Ag, Ar, … Ap,,|0) (40) 


N 


ata}, 


v=1 
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Cette proposition résulte trivialement de la proposition précédente, compte tenu des pro- 
priétés des opérateurs de création de paires et de la forme des coefficients e (Eq. (38)). 


Preuve pour M = 3. 

Nous allons donner ici une démonstration de la proposition ITI, dans le cas particulier M = 3 
qui illustre bien la méthode de la preuve générale faite en appendice C. Nous prenons les 
équations sous la forme (35) : 


(€a +€g + €, — E)e(aBy) 


N 
-G > e(vBy) + e(avy) + e(aBv) (42) 
+G{e(aaf) + e(aay) + e(BBa) + e(BBy) + e(yya) + elyyb)} = 0. 
Posant 1 i i 
e(a = ; 43 
(af) D a QE 
et 
E = E + Ez + E3, (44) 
on obtient pour la première ligne de léquation (42) 
(Ea + Eg +e, — E) e(aBby) = 
1 1 1 
Ex — Ep; + €g — Epo +E E = 45 
2 ( P1 + &g P2 + Ey P3) ae ae ar an (45) 
1 1 
——— — + (cre. sur ab). 
D Eg — Ep ey — Ep3 ( ) 
De même pour la seconde ligne de l'équation (42) on obtient 
Jo “i 1 1 
-G + (circ. sur af). 46 
De Dae nue Es ( By) (46) 
Posant 
A oT 
de 7 
f (Ex) eme (47) 
v=l 
on trouve pour la somme des deux premières lignes de l’équation (42) : 
X- Gf (Ep )) | (circ. sur a8). (48) 
eg — Epo Ey — Ep3 


P 


Considérons maintenant la troisième ligne de l’équation (42) ; nous avons 


e(aaf) + e(aay) = 5 | : : + Ly > - > 
P P 


Ea — Epi Ea — Epo €g — Ep3 Ea — Epi Ea — Ep2 Ey — EP3 


1 1 1 


1 1 1 
=25 +25 | 49) 
y Ep2 — Epi €a — Epo es — Eps p Ep2 — Epi £a — Epo &y — Eps ( 
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Echangeant alors circulairement a, 3, y, on obtient pour la troisième ligne de l’équation (42) 


1 1 1 1 1 1 
2 = C H = + (circ. 50 
> Ep2 — Ep, £a — Epo €g — Ep3 > Epo — Ep, Ea — Eps £g — Ep2 (HE 160) 


Remarquant que la seconde somme sur P est équivalente à une somme sur P23, (P23 = trans- 
position (23)) on obtient 


1 1 1 1 
2 —— + S| — ——— H laire. ap 
>. (zz -Ep Ep- i) Ea — Epo €p — Ep3 ( 9) 


x 1 1 1 

=2G Fi | ee ipa aoa): 51 
2 2 E; — Ep; | £g — Ep2 €, — Ep3 ( 7) (51) 
P j 

Chaque terme de cette somme (Eq. (51)) peut être identifié à un terme de la somme (48), si 


Von peut prendre 
1 


1—Gf (Ep1) LED DE eur =0, VYP, 
j 3 


c'est-à-dire si le système d'équations suivant est vérifié 


| : 1 1 

! = — 
Dey 2», E;-E, G (52) 
1 j=1 


pour z = 1, 2, 3. Ce qui démontre la proposition III dans le cas particulier. La méthode générale 
est la méme. 

Enfin la proposition V nous permet de conclure que nous avons toutes les solutions du 
système d’équation (34), c’est-à-dire tous les états propres de H à M paires. 


Proposition V 

Si les €, sont tous distincts, il existe en général exactement C solutions convenables {E} du 
système d'équations algébriques (37) qui fournissent donc un système de nombres quantiques 
suffisants pour indexer les états |Y} à M paires. 

Le dénombrement est fait en appendice D, par une méthode identique à celle utilisée pour 
la proposition II. 


Remarque sur le système limite G~' = 0 

On peut considérer chaque système {E} en chaque coefficient e{”}{} comme une branche de 
fonction algébrique de la constante de couplage G, branche que l’on peut suivre par continuité. 
Dans l'hypothèse de continuité, pour G — oo, il existe une injection des systèmes limites 
{E}Hc= d'ordre M, dans les systèmes solutions des équations avec G7! = 0. A la limite 
GT! = 0, ’Hamiltonien H devient équivalent à GS+S- et les états propres limites non nuls 
satisfont donc 


N 
S*|)imite = — (F — m) |W)iimite- (53) 
+o- ses E 
STS |) limite = dim G |v imite (54) 


Ils appartiennent donc à une valeur donnée du spin total. 
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Nous sommes donc amenés à conjecturer qu’à la limite G~! — 0 certaines solutions {E} sont 
telles qu’une partie des E; tendent vers l'infini. Les CY solutions à M paires se classeraient 
donc à la limite en 


N 
CROP gu solutions avec S = (F = m) (tous les E; finis) 
N 
gm-1 Solutions avec S = (F -M+ 1) (1 nombre E = co) 
2 (55) 
: | a 
go =1 solutions avec S= = (M nombres E = oo). 


Ces considérations intuitives montrent comment la base de fonctions de spin obtenue précé- 
demment et construite section 1 (avec correspondance k + € et q + E, peut être considérée 
comme la base limite des états propres de l'Hamiltonien d’appariement lorsque la constante de 
couplage tend vers linfini. 


2.3. PROBABILITES D’OCCUPATION ET NORMALISATION. — Le coefficient de normalisation 
Dey qui figure dans l'expression (32) ou (40) de l’état propre [ptt reste à déterminer : le 
calcul direct croît rapidement en difficulté avec l’ordre M. Nous l'avons effectué pour M = 1, 2. 
Cependant, nous savons calculer la valeur moyenne du nombre d'occupation n, dans un état 


quelconque. En effet, on obtient par dérivation de l’équation aux valeurs propres 


(i inv) an 


(nv) 45} = (EHAE ~ de, (56) 
Or par différenciation des équations (37) on obtient 
de 
DAES SS, (57) 
> jdE; b Bp 
avec ; 
Dij =g (Ei) 6; + E-E)? (58) 
a j 
et 1 i 
E;) = 2 f ; 59 
g (E;) Bp b nE (59) 
ae OB; , : . 
La quantité (n,) = 5 Se, © présente donc comme le quotient de deux déterminants 
j Vv 
0 1 1 
GE) (ey - Em)’ 
1 1 
(ny) = Dali D (60) 
1 M+1 


Ce résultat nous permet de faire la conjecture : 
Le coefficient D{£} est égal au déterminant de la matrice D;; défini dans l’équation (58). 
Ceci est vérifié pour M = 1, 2, par un calcul direct. 
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2.4. CAS DE DEGENERESCENCE PARTIELLE. — La théorie précédente a été faite dans l’hypo- 
thèse générique où les niveaux non perturbés sont tous distincts. C’est dans cette hypothèse 
explicite que le dénombrement des états propres a été effectué en appendices B et D, et que 
ceux-ci sont définis sans ambiguïté par les formules (37) et (40). 

Or le cas de dégénérescence partielle est constant en théorie du noyau sphérique, et il nous 
faut l'envisager. Les équations aux valeurs propres (Eq. (37)) gardent un sens si plusieurs € 
deviennent égaux, mais il se peut alors que nous “perdions” des solutions. Examinons à titre 
d'exemple le cas instructif où deux €, soit €} et €”, tendent vers une valeur comme €; de la 


façon suivante : | 
€ =E +ó 
e” an ê — 0. (61) 


On trouve aisément que les équations (37) sont satisfaites si l’un des nombres E;, par exemple 
E, est voisin de £; : 


E; = €1 + C18? + o (6°) (62) 
avec i Py 
1 1 1 1 
Ci = =- + : 63 
| 2G PES Ter ( ) 


Si donc un des E;, soit Ey, tend vers la valeur limite commune de deux €, les équations (37) 
restent valables à condition de supprimer les deux niveaux qui dégénèrent et de rabaisser l'ordre 
du système d’une unité. 

Quelle est la fonction d’onde limite correspondante ? Il y a une indétermination à lever 
puisque les coefficients e contiennent des termes non bornés de la forme 


—— +., (64) 


et que le coefficient de normalisation D devient lui aussi infini. 
L’indétermination est aisément levée et l’on trouve : 


lim hy) E 5 (sit — gi'+) [wim n Eu}) | (65) 


6—0 ei=EeY=e1 


où l’état yt?  Em}) est construit avec la solution convenable du système d’équations (37) 
d'ordre M — 1, qui ne contient plus l'énergie des niveaux dégénérés. En bref, on a couplé dans 
l’état singulet les deux quasi-spins associés aux niveaux dégénérés, qui n’interviennent donc 
plus dans le problème. 

L'énergie de cet état limite est 


lim EM) =e, +E +- + Ey =e, + EM, 


On peut dire que l’état limite est un état de séniorité 2. Plus généralement, chaque fois que 
deux niveaux de paires dégénèrent, la séniorité peut augmenter de deux unités. Un état à M 
paires de séniorité 0 est caractérisé par l'existence de M nombres E1, Eo, .... Em distincts, 
formant une solution du système (37) d'ordre M, quelque soit la dégénérescence des niveaux 
non perturbés. 

Un état de séniorité 2s, est caractérisé par M — s nombres EF; solution d’un système d’ordre 
M — s, où l’on aura supprimé s couples de niveaux dégénérés, de façon arbitraire. La question 
des niveaux d'énergie dans les cas de dégénérescence partielle est donc résolue. 
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En ce qui concerne les fonctions d’onde le probléme est plus complexe, car il semble a priori 
que les états limites de séniorité non nulle dus a la confluence d’un certain groupe de ni- 
veaux, vont dépendre de la manière dont les énergies non perturbées tendent l’une vers l’autre. 
Ces états limites auraient justement un intérêt physique dans la mesure où la dégénérescence 
serait levée par une légère perturbation de l’'Hamiltonien, par exemple un potentiel moyen qua- 
drupolaire. Si la déformation n’est pas négligeable on est ramené au cas non-dégénéré. Dans le 
formalisme proposé, on pourrait reprendre le problème de l'équilibre d’un noyau fini sous les 
effets contraires de la force d’appariement et de la force dérivant du potentiel moyen. On aurait, 
pour le niveau de particule dans un champ moyen quadrupolaire, la dépendance suivante 


Ejm = € + X (jmlQIi'm') (njim) . (66) 
jim! 


en fonction de l’intensité du quadrupole Q, et de l’occupation des différents états individuels. 
Les équations (56) et (66) déterminent en principe les niveaux €;m, et la forme d’équilibre du 
noyau. 


2.5. DETERMINATION DES SOLUTIONS {E}. CAS DE DEGENERESCENCE. — Le calcul pra- 
tique des valeurs propres de l'Hamiltonien d’appariement est fondé sur le système d’équations 
algébriques (37) pour les quantités Æ;. Montrons qu’on peut formuler le problème de la façon 
suivante : 


N 
— Le polynôme K(z) = II (z — €,) étant donné avec tous ses zéros distincts, trouver deux 
v=1 
polynômes Q(z) de degré M et R(z) de degré N — M — 1 tels que l’on ait l'identité 
KQ" — (GT'K + K') Q' + RQ = 0, (67) 


avec la restriction que Q ait aussi tous ses zéros distincts : ceux-ci sont alors les quantités E;. 
Montrons d’abord que les équations (37) entraînent l'identité (67). L'écriture de l'équa- 
tion (37) — c’est-à-dire l'existence de l’état propre correspondant de l’'Hamiltonien - implique : 


Q' (E:) #0, K(E) £0. 
Le système (37) s’écrit alors 
K'(Ei) | Q" (Ei) _1 
K(E:) Q (E) @ 


Ceci entraîne que le polynôme 
KQ” — (GK + K') Q' 


est divisible par Q. 
Inversement, si l’on a une solution Q sans racines multiples du problème (67) on obtient 


K (E;) (Q" (E:) - G7'Q' (Ei)) — K' (E;) Q' (Ei) = 0. (68) 


Mais par hypothèse Q'(E;) 4 0, si Q est une solution convenable de l'équation (67). D’autre 
part K a toutes ses racines distinctes : K (E;) et K’ (E;) ne peuvent être simultanément nuls. 
Divisant l'égalité (68) par K (E;) Q’ (Ei) on obtient le système d’équations (37). 

En cas de dégénérescence des niveaux non perturbés, il est évident que le système (37) et le 
problème (67) gardent tout leur sens. Mais ils ne sont plus nécessairement équivalents. Comme 
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nous l'avons vu au paragraphe 2.4, on peut imaginer de produire la dégénérescence en faisant 
confluer les niveaux par paires. Le polynômes K admet alors une racine double et nous avons 
vu qu’un des nombres E, c’est-à-dire un zéro de Q, peut coïncider à la limite avec le zéro double 
de K. On montre facilement sur l'identité (67), que les autres nombres E sont déterminés par 
un problème identique à (67) obtenu en supprimant le zéro commun de K et de Q, c’est-à-dire 
en abaissant le degré de Q d’une unité, et celui de X de deux unités. Ceci peut être fait chaque 
fois qu’une paire de niveaux dégénère en un seul, fournissant ainsi ce que nous avons appelé 
des états de séniorité 2, 4 ... selon que le système de rang M est abaissé au rang M — 1, M —2, 
etc... . 
La formulation de l'équation (67) est utile dans le cas de forte dégénérescence, de sorte qu'il 
y ait un petit nombre de valeurs distinctes des €. Traitons rapidement le cas de deux niveaux 
également dégénérés [6] : 
Er = 0, E2 = 1. 
K(z) =[z(2- D], N pair. 


Le polynôme Q correspondant à la solution de séniorité 0 (sans racines multiples) vérifie l’équa- 
tion différentielle (67) où R est nécessairement du premier degré. 
On trouve par identification 


(69) 


z(z —1)Q" — G424(N-G!)z- sho (70) 


+{MGT2:+EGT+M(N-M+1-G7)}Q=0. 


C’est une équation de Heun dont les solutions polynomiales sont déterminées par une récurrence 
à trois termes : 


M 
Q(z) = No ayz", aM = I ay—-1 >= —E. 
0 


(v +1) (F — v) ası + {(M-v)(N-M-v+1-G7)+EGT}a (71) 


+G4(M —v+1)a,_1 =0, 


d’où l’on déduit l’énergie E comme valeur propre d’une matrice M x M, comme on l’obtiendrait 
par application directe de la méthode de Kerman. Le seul avantage est ici celui de l'écriture 
systématique. 

Du point de vue numérique l'avantage de poser le problème avec l'identité (67) est donc assez 
mince, bien que la théorie de l'élimination permette toujours d’obtenir directement E comme 
zéro d’un polynômee de degré élevé dépendant uniquement des coefficients de Q. 


2.6. UN PRINCIPE VARIATIONNEL. Nous allons donc revenir à une représentation plus 
intuitive des solutions du système d'équations (37) à l’aide d’un principe variationnel et d’une 
analogie électrostatique déjà utilisée par Stieljes pour ce genre de problème [7]. 


Analogie électrostatique 
Ecrivons à nouveau les équations (37) 


Le. À “M ıl 1 
= —. 72 
2 -E LEE 2G ) 


Elles traduisent un problème d’électrostatique à deux dimensions : on se donne N charges 
—1/2 fixées aux points d’abscisses ¢, sur l'axe réel, et un champ uniforme superposé parallèle 
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à l’axe réel et d'intensité —1/2G. Trouver les positions d'équilibre (instable) de M charges +1 
d’affixes E; sous l'effet de leur répulsion mutuelle, de leur attraction par les charges fixes, et 
du champ uniforme. On obtient ainsi le principe variationnel suivant. 


Principe variationnel 
Les solutions de l’équation (72) rendent stationnaire le potentiel électrostatique suivant : 


1 1 a 
WE) ite De ee FA log Wa — Bil + og DB (73) 

L’énergie E est le centre de gravité du nuage de charges E; qui est nécessairement symétrique 
par rapport à laxe réel du fait de la “réalité” du système (72). 


e Cette analogie explique intuitivement la possibilité de confluence d’une charge E(+1) et 
de deux charges e(—1/2), dans la configuration instable suivante : 


(74) 


e Elle permet de construire certaines classes de solutions. En particulier, il existe une solution 
d’énergie élevée définie par la configuration réelle suivante (cas N = 2M) 


(75) 


e Elle permet sans doute la recherche sur ordinateur des “cols” de la fonction W ; partant 
d’une solution approchée {E°} on utilisera l’approximation quadratique W1 


1 oO W 


5 ETF se Be .— E? >: 
Le 2 OEDE, (E;- E?)(E;-E}), (6) 
i 0 


We (E; - Et) 
î *lo 


pour déterminer le col de W) ; la matrice 02W/OE,0E; est identique à 5 Du définie par 


l'équation (58). On en déduira une valeur plus approchée {E!} 


(1) _ p0) ai OW |... > 
By) = EP) +2) (D), : (77) 
j ar 
d’où l’amorce d’un processus itératif. 
3. Application au système infini 
3.1. FORME LIMITE DES EQUATIONS COUPLEES. — Il est intéressant d'examiner comment les 


équations (37) ou (72) permettent d'obtenir l'énergie par particule et la fonction d’onde de 
l’état fondamental de l’'Hamiltonien B.C.S. pour un système infini. Il s’agit d'étudier la limite 
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ou le nombre d’états disponibles et le nombre de particules augmentent indéfiniment dans 
les conditions 


gad k 
N? N 
Nous nous laisserons guider par l'analogie électrostatique précédemment décrite, qui permet 
de raisonner physiquement sur les distributions continues de charge. La donnée du spectre 
d'énergie des paires non perturbées est maintenant équivalente à celle d’une densité de charge 
négative —p(e), supportée par une portion 2 de laxe réel. Puisque nous avons N états de 
paires, la charge totale sur Q est 


et g étant finis. (78) 


N 
— fl ple) de = ——. (79) 
Q 2 
Par exemple pour un système à trois dimensions on aurait 
Q = [0, co) 
avec 
ple) x VE. 


On peut aussi supposer que la force d’appariement n’existe que dans certains états qui 
occupent un intervalle d’énergie [—w, +w] avec une densité uniforme. 

Ceci posé, nous faisons l’hypothése fondamentale, que, pour une famille de solutions limites 
de (37) (N — ov), la distribution limite des charges +1 d’affixes E;, a pour support un certain 
nombre d’arcs I, différentiables par morceaux, dont la réunion est appelée T. Cet ensemble 
T est évidemment symétrique par rapport à laxe réel. On désigne par a, et bp l’origine et 
l'extrémité de T, ce qui définit une orientation de T';. 

La densité de charge positive sur [ au point courant € sera noté r(£). D’après l'analogie 
électrique nous avons les expressions suivantes du nombre de paires et de l’énergie totale 


: r(€)|dé| = M, (80) 


I ér(€)|dé| = E. (81) 


Le potentiel électrostatique complexe dû aux distributions p(e) et r(£) est donc une fonction- 
nelle de I et der: 


Wir} = I re i r(€)ldg| tog (¢ - 2) - 5 | is r(€)r(€") log (€ — €')Idé]|d£"| 


1 
— dé|. 2 
+ zg Olai (82) 
L'équilibre des charges sur un système d’arcs donné fournit autant d'équations que d’arcs 
óW 
—— =0, fers 1<k<K. 83 
Za A 


Elles expriment que les T, sont des arcs d’équipotentielles de la distribution totale (sauf si 
l’un des arcs coincide avec un segment de l’axe réel). 

Enfin W doit étre stationnaire par rapport aux variations des arcs, ce qui implique que le 
champ électrique total est nul en tout point de T. On en déduit la forme limite des équations (37) 


ple) de, f ral 1 | 
[ee PJ. fae ae ee (84) 
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3.2. SOLUTION FORMELLE. — Cette équation intégrale singuliére est d’un type trés classique 
[8]. Orientons chaque arc F, de son origine a; a son extrémité b; et appelons Ly le lacet orienté 
positivement autour de I. Nous cherchons un champ h(£) analytique en dehors de I et de 
laxe réel, tel que 


r(§)|dg| = = (h +(8)—h-(6)) dé, € eT, (85) 


où ha (£) et h(E) désignent respectivement les valeurs limites de A(€) à droite et à gauche de 
F. Posant 


k 1/2 
- [The -a0(e-0) ; (86) 
essayons une solution qui s’annule aux extrémités de I’, de la forme suivante : 
nig) = Re f OE, (87) 
Dre 


comme le champ doit tendre vers une constante à l'infini, les K — 2 premiers moments de la 
fonction y doivent être nuls. 
Nous avons alors les égalités, 


r(EdE]. 1 | Bele RE) oy, oF h(g’) dé’ 
CRIE ee meee See 88 

ee ae ee alee A ne) 
Substituant dans |’équation (88) la valeur de h(€) donnée par (87) et (86), et appliquant le 
théoréme des résidus, on obtient : 


d 
Py TEJE = demi somme des valeurs à droite et à gauche de 
T 


Cae 


Af dE pren f ele) de _ p(E)R(E) n 
D rer | -a [ ee de+ fe p(e) de. (89) 


Le second terme du second membre de l'équation (89) provient du résidu à l'infini. Si l’on 
compare les égalités (89) et (84), on obtient la solution 


ete) = Fe 
avec les conditions (e) i 
sK- PE 
fe 2 RC) de = 50° (90) 
pe a de=0, 0<k< K. (91) 


Le champ k(£), d’où l’on déduit la densité de charge sur les arcs par l'égalité suivante 


(8) = LRO 


est donné par l’expression 


MO = RO | Ha = à (92) 
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Il a la valeur —1/2G à l'infini. 
Il reste à déterminer la forme des arcs, en écrivant que ce sont des arcs de courbes équipo- 
tentielles de la distribution totale : 


£ 
R f h(E) dE! =0, € ET. (93) 


La solution se généralise aisément au cas où il existerait un seul arc fermé, comme nous le 
verrons sur un exemple très simple. 


3.3. LES EQUATIONS DE B.C.S.. — Nous ne savons pas a priori quel nombre d’arcs choisir 
pour obtenir l’état fondamental. Il semble que pour un nombre K donné, les équations (90), (91) 
et (93) n’admettent qu’un nombre fini de solutions pour les extrémités des arcs. On obtiendrait 
ainsi des classes finies remarquables d’états excités, à condition que ces solutions existent. Nous 
allons examiner le cas où il existe un seul arc de condensation des charges positives (points E;), 
nécessairement symétrique par rapport à l’axe réel. Dans une première étape nous imposerons 
que l’arc T ne coupe pas le segment chargé 2. 
Nous définissons les extrémités de Parc T 


a= iA, b=eq tid. (94) 


On obtient alors, par application directe de la théorie précédente pour K = 1, des équations 
d’allure familière, mais dont les conditions de validité sont à expliciter : 
e l'expression du champ électrostatique 


9 = Ve-c) +02 | 2 de 
en 


{[_—— pe) o (96) 


2 4/(e — £0)? FA 


e ‘l'équation pour le niveau de Fermi” 


= 2ri = Me £) dé = fi- | ole) de, (97) 


e ‘Ténergie de l’état superconducteur” 


1 ___ETEe 
E = — h(€) dE = —-— de. 98 


Reste à déterminer larc | comme équipotentiel. L’équation n nous donne dans le plan de 


la variable complexe 
=4 (€ — e) —-A?=a2+14y (99) 


J voe e eee (2- 4/ (E — £0) +) ty 
£ yle- 60) T (z+ (e — £0}? +a) pay? 


(95) 


e “l'équation du gap” 


coupé en [0, A], l'équation deT : 


(100) 
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Il est nécessaire que, pour y = 0, cette équation n’ait pas de racines en x sur 2, afin que 
la solution précédente soit valable. Nous montrerons sur un exemple l’existence d’une telle 
solution. Il faut bien noter que les équations (96), (97) et (98) ne sont obtenues que dans 
l'hypothèse de condensation des E; sur un seul arc ne coupant pas 2. C’est à cette seule 
condition que la détermination du radical qui intervient dans les formules (96) et les suivantes 
est positive, et que les résultats asymptotiquement exacts de Bogoliubov-Valatin sont retrouvés. 
Il est alors probable qu’il s’agit bien là de l’état fondamental du système infini. 

Nous n’essayerons pas de justifier dans cet article, l'appellation de “gap” ou “lacune en éner- 
gie” pour la quantité A, ce qui nécessiterait l'étude des premiers états excités. Cependant nous 
avons dès maintenant l'expression du nombre d'occupation du niveau €, grâce à l'équation (56), 
qui, à la limite du système infini, nous donne 


a we 
eB eS hae ee | (101) 


(E — 0) + A2 


3.4. APPLICATION AU SYSTÈME À DEUX NIVEAUX. — Pour avoir une idée de la condensation 
des charges, non triviale, même dans un cas très simple, nous prenons l’exemple de deux niveaux 
également dégénérés avec le remplissage complet du niveau inférieur. Nous avons donc : 


N N 
ple) = g [ê (€ + £1) + ê (e = £1), M=7 (102) 
Supposons que la condensation des charges s'effectue dans les hypothèses de la théorie précé- 
dente ; on déduit de l'équation (97) 
E0 — 0, (103) 


et de l'équation (96) 
ci +A =g, g=GN, (104) 


ce qui implique que la constante de couplage g ne soit pas inférieure à €1, demi distance entre 
les deux niveaux. 

Nous devrons étudier plus loin le cas g < £1, et modifier notre hypothèse. L’équation (100) 
pour l'arc I s'écrit 


4 2 AN2 2 
ae +1 (x Do (105) 
(x +g) +y 
ou encore 9 
2 2 a=, rg 
rl +y tala: 


La courbe représentative est donnée figure 1 dans le plan (x, y) et dans le plan £. Finalement 


on trouve pour l'énergie 
Ba 
Lorsque g tend vers £4, A tend vers zéro et l’arc T devient une courbe fermée entourant les 
charges situées en —£1. Pour g < £1, nous sommes conduits à supposer que [ est une courbe 
différentiable fermée entourant —€; et la solution obtenue montrera la justesse de l'hypothèse. 
Supposons donc que T soit une courbe entourant une partie w du segment Q de l'axe réel. 
Définissant la fonction s(€) sur T par légalité 


s(') dé = r(E)|dg|, E Er. (106) 
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yo Imë À 
T b iA 
a Te à 7 > 
: Xo X -E, 0 € Reg 
2 -iA 
Fig. 1. — Point anguleux à (60°) à l’origine ; £o > g, tangente verticale en zo. 
Nous avons la solution 
1 dé 1 ple) 
SE) = -5P | — |--— + de 
SE T? Reed 2G Jge—& 
ou encore i (ed 3 
j i ple) de ple 
ered ee | a 
Dans l'exemple choisi, supposant que I entoure le seul niveau —¢,, on obtient 
I i 1 N Ey i 
EE ee | T. 108 
tl-a iah fe (108) 
La seule équipotentielle n’ayant que de points à l'infini a pour équation 
1 Le 
R (£ M A) 
g 2 E+E 
ou encore à 
2 2 2 TE} ; 
Pty -eim y EST (109) 


L’équation (109) représente deux courbes fermées chacune un des points +e1 et —£1. Pour être 
cohérent, nous devons choisir pour I, la partie x < 0. Lorsque g est très petit, T est presque 
un petit cercle de centre —<, et de rayon 


L’énergie du systéme est 


E= £'s(£") dé = f 2ep(e) de, (110) 


(T) w 


ae ee Hees os ba oe 
c’est-à-dire dans notre cas l'énergie non perturbée DE 
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En résumé, on obtient donc, le résultat connu : 


N | is 
——E€; g<e1 (solution triviale) 
i (111) 


erie > £1. 
zI g > Ei 


les! 
Il 


L'intérêt de cette analyse n’est évidemment pas de retrouver ce résultat, mais d'étudier la 
condensation des racines E;, dont il est nécessaire de connaître la distribution pour construire 
la fonction d’onde dans les cas plus complexes où les niveaux € ne sont pas nécessairement 
discrets, mais répartis sur leur support avec une densité quelconque comme dans l’exemple 
suivant. 


3.5. APPLICATION AU SYSTÈME À DENSITÉ DE NIVEAU CONSTANTE. — Si nous essayons 
d'appliquer brutalement les résultats obtenus pour la condensation en un seul arc, au cas d’un 
système à densité de niveau constante dans un intervalle [-w,+w], nous obtenons pour le 
champ électrostatique (95), à la limite w > A 


Sey EU 
NET E w (112) 


(dans le cas particulier du remplissage M = N/2 où l’on a £o = 0). La quantité po désigne la 
densité uniforme des niveaux de paires : 


A(E) = po log 


N 


Po = g 


Si nous cherchons maintenant les courbes équipotentielles possibles passant par les points 
£o + iA, nous trouvons qu’elles satisfont légalité suivante : 


E- VE +A? 24 A2| = 
R ha (an 1 + = 0. (113) 


Pour voir plus clair, appliquons le demi-plan Zm £ > 0 sur la bande À > 0, —x/2 < u < 7/2, 


par la transformation conforme 
£ =iA ch (A+ itp). 


Dans le plan (A, 4), l’équipotentielle vérifie 
Ath A+ u cotg y = 1. (114) 


Les figures 2 et 3 en donnent l’allure dans les deux plans complexes. Les points O et O’ sont 
des points de champ nul et constituent les extrémités de l'arc cherché qui doit donc contenir 
OAO'ou bien OBO! (Fig. 3). La direction du champ à l'infini impose le choix OAO’. Le fait 
important est que cet arc coupe l'axe réel en À d’abscisse 


Ea = € — À sh do; (115) 


Ào th Ao = 1. 


Ceci contredit l’hypothése de non-intersection de [ avec le support des charges négatives. Si T 
“traversait” axe réel en A, la détermination du radical dans les expressions (95) et suivantes 
changerait de signe à la traversée de T et la valeur du champ ne serait pas donnée par la 
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-7/2 


Fig. 2. 


© 


{—— 


S Champs à l’o 


4 


Fig. 3. 


formule (112). La seule issue possible est de supposer qu’une partie des charges positives se 
condensent sur le segment [X’A] de laxe réel de sorte que I soit constitué des arcs contigus 
O'A, AX', X'A, AO. (Fig. 4) Quelle est la densité de charge totale sur le segment [X'A] ? 
La composante normale à [X'A] du champ électrique donné par l'expression (95) (où le plan 
complexe est coupé selon T) est au-dessus de I en un point € = x + in (n > 0 petit) 


de _de ple) 1 
Tm x? om |” — > = -7 (2). 
{- a eh = =p 
D'après la formule (85), ceci nous donne une densité positive totale en x (—w < x < £A) 
+p(z) 


exactement opposée à la densité donnée sur l'axe réel. Ceci implique que la densité de charge 
positive venant de F est au total deux fois plus forte que la densité donnée des charges négatives 


r(x) = 2p(x), ~w LELEA. 
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Fig. 4. 
X 
E; É, Ep E, ü 
— 3 0 OO 
E] E2 Ep Ep+1 x 
* 


Fig. 5. — (o) charge —1/2 fixées, (x) charge +1. 


La méthode heuristique que nous venons d'utiliser ne constitue pas une preuve que la conden- 
sation se passe bien ainsi, quoiqu'il soit évident que la méthode fournisse bien une solution des 
équations (84). 
En résumé, dans le cas usuel d’une densité de niveaux uniforme po la condensation des 
charges nous donne la distribution suivante : 
a) deux arcs symétriques OA et AO’, (Fig. 3) dont la représentation paramétrique est la 
suivante 
f € =—A sh À sin u +€ (116) 
In| =A ch À cos y 


AthA+ pu cotg un =1 


0< A< Ào, 0<u<5 


La densité de charge au point courant € est 


re) = OE. (117) 


b) Les charges négatives sur la portion de l’axe réel à droite de À sont inchangées avec la 
densité négative — po. 

c) La densité de charge sur la portion de l’axe réel à gauche de A devient positive et égale 
à +p0. 

L'étude de la condensation sur l’axe réel à gauche du point A exigerait de revenir au cas 
fini où les niveaux sont discrets. Il est plausible que la configuration d'équilibre des premières 
charges E1, Es, ..., Ep avec Ep ~ € 4 soit celle indiquée figure 5 : 
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Pour s’en rendre compte, on peut développer l'argument approximatif suivant. Partant de 
valeurs très petites de la constante de couplage, on aura pour l’état fondamental une solution 
du type suivant pour les affixes F; : 

E; = £i — 6; (118) 


avec 
Ôi K Eii — Eis 1<i<M. 


On obtient la quantité 6; au moins jusqu'au second ordre en G à partir des équations (37), 


Has a fo À 1 

L f = 119 

A T are G (59) 
M+1 1 


Effectuons le calcul de 6; en supposant que les niveaux sont équidistants (distance 6) ; on 


obtient 
G 


"1+ Slog DER 


i(N—i+1) 


6; 


(120) 


1 N 
Tant que la constante de couplage G est bien inférieure à la quantité —6/log —, la configuration 
proposée où les charges positives et négatives alternent est donc la bonne. Mais à la limite 
N — oo, une telle solution n’est jamais globalement acceptable ; en effet expression (120) du 
déplacement du niveau €; s'écrit à la limite 


CORRE EE aa 
1+ Æ% log ers 
avec 
2w 
G=, 6=—. 
N N 

La solution (121) n’est pas acceptable, puisque le “déplacement” 6; ne reste pas borné, ce qui 
est contraire à notre hypothèse 6; « 6. On peut penser que la solution (121) convient pour les 
niveaux €; vérifiant l'inégalité 


lei — eo] > we”/9 1<i<P. 
On en conclut qu’en dehors d’un voisinage du niveau de Fermi de l'ordre A, les E; sont réels 


et alternent avec les ¢;. La densité moyenne est alors exactement opposée à la densité initiale 
sur cette partie de l’axe réel, comme l’a suggéré l'étude directe du système infini. 


Appendice A 


Proposition 
Si {q} = {qiq2 ... gar} est une solution du système d'équations algébriques 
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les coefficients C1? (kakgky ... ks) sont définis 


1 1 
CTD (kakgky . ——— .... ——— , A.2 
on oe er rere ks — drm ee 
vérifient les relations 
JS OW (kakgky ... ks) =0, (A.3) 
acl Fu-i 
quel que soit l’ensemble Fyy_1 = {8y ... 6} formant un choix de M — 1 indices distincts. 
Preuve 
Étant donné que les nombres k sont permutables, il suffit de montrer légalité : 
M 
XO C(kiko … km tka) = 0. (AA) 
M 
Utilisons la notation du permanent pour écrire le coefficient C 
+ + 
à T Gi iS\<M 
1<i<M 
Il nous faut montrer l'égalité 
+ 
N 
1 1 = 
zl TE — qi ee q midi | = 0, (A.6) 
où la notation met en évidence la ligne typique n?i du permanent. 
Compte tenu de l'hypothèse (A.1), légalité à montrer est équivalente à la suivante : 
+ + 
M-1 
nes 1 1 ONE E 
ae qi TE ~qi Kadi ka—di km-17 ți 
a=1 
+ + 
M 
= 1 Eo ‘17, 1 1 
=2 > ki-qi k2—qi kmM-1—Qi qj qi (A.7) 


” pour j = i, d’après l’équation (A.1). 


où l’on convient de placer 0 à la place du terme “ 


dj — di 
Nous allons évaluer la somme qui figure au premier membre de l'égalité à montrer (A.7). On 
développe chaque permanent suivant les éléments des deux colonnes identiques et l’on obtient 


+ + 
ii 
ky — qe 


nn 


ixj a=l i ka 


Aga. M KAS 
ffi, j 10S M 
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+ + 
1 
ky — qe 


p s 1 ( ORNE ) 
d qi— q; \ka — di ka- 


+ + 
1 1 
D — q; ka 


Asda. M 
tži, j 


1 
ky — qe 
+ a 

1 
ky — qe 


Ata M 


7 di 


Axa, M 
ži. j 
Considérant seulement la première ligne du dernier membre de (A.8), on effectue la somma- 
tion sur l'indice j pour obtenir : 
+ + 
E EE ERT EENE op ee E (A.9) 


er? k2—q; ka-1-4 ka+1—9; kM-1—Qÿ qi—qj jži 


T 


Ici est mis en évidence la ligne typique n?j d’un permanent d’ordre M — 1. La sommation est 
ensuite effectuée sur l'indice œ pour obtenir 


+ + 


1 ENIE ENA E V i (A.10) 


k1—4q;j k2—g; ka km—-1-4j li— lj 


>D 


i 


avec la même convention pour écrire 0 au lieu de , lorsque 7 et 7 coincident 


Gi — qj 

La sommation qui figure dans la seconde ligne du does membre des égalités (A.8) donne 
une contribution identique à l'expression (A.10). Cette contribution doublée est bien identique 
au second membre de (A.7), qui est donc une égalité démontrée. 

Notons enfin que les coefficients C7} sont réels, si les k le sont. Le système (A.1) est un 
système algébrique à coefficients réels. Les nombres q interviennent par paires conjuguées : la 


somme (A.2) est donc réelle. 


Appendice B 


Proposition 
Il existe en général exactement 


gM = Cy = CHi 


solutions distinctes {q} au système d’équations algébriques 


N 
1 
Braa -=0; iefl, M]. (B.1) 


Preuve 
a) Les nombres k étant donnés, en général distincts, nous montrons d’abord que la résolution 
du système (B.1) conduit au problème équivalent suivant : 
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e Étant donné un polynôme K (z) dont les racines sont distinctes, trouver tous les polynômes 
Q(z) ayant toutes leurs racines simples et distinctes de celles de K, de sorte que 


KQ” nee K'Q' 


soit divisible par Q, avec les conditions données : 


Re B2) 

En effet, si l’on pose z 
K(2)= [J (@-4), (B.3) 

v=1 

M 
Q(z) =I[G-«). (B.4) 

i=l 

les équations (B.1) sont équivalentes aux suivantes 

K' (qi) a Q" (a) =0, si Q(qi) =0, (B.5) 


Kg)  Q'(œ) 
puisque les conditions énoncées entraînent 


K (qi) #0, 
Q' (q) #0, 1<i<M. (B.6) 


b) Pour l’énumération des solutions, nous partons du résultat suivant dû à Heine et cité par 
Szégü(!). 

Il existe en général exactement C NEM -? polynômes Q de degré M tels que AQ” + BQ’ soit 
divisible par Q, où A et B sont deux polynômes de degré N et N — 1 respectivement. (Si A et 
B sont tous les deux de degré N il existe en général ONEMI solutions). 

Dans le cas traité nous avons 


A =K, 
B =K", ae, 
et l’on peut montrer facilement que les polynômes Q qui vérifient l’identité 
KQ"-K'Q'- RQ =0, (B.8) 


peuvent avoir des racines multiples, d’ordre 2 au plus, qui sont alors des racines communes de 
K et de Q. Il faut donc éliminer de notre comptage de telles solutions. 
c) Supposons que Q ait au moins p racines doubles qui sont donc p racines de X. Posons : 


Q =t°Q 
K SUK, (B9) 


où U est un diviseur quelconque de K de degré p. De l'identité (B.10), nous déduisons 


KQ] + (3U'K, — UKI) Qi — RQ: = 0. (B.10) 


(1) Voir référence 7 Chapitre VI.8. 
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D'après le résultat cité de Heine, il existe en général M, = Cia 7? solutions [Qi, Ri] à 
l'identité (B.11) pour chaque U de degré p. Le nombre M, est donc le nombre de polynômes 
Q de degré M ayant au moins p racines doubles prescrites. 

Appelons W, le nombre de solutions Q du problème (B.9) ayant exactement p racines doubles 
prescrites. Il est aisé d'exprimer M, en fonction des M. Un diviseur U étant donné, les deux 
autres racines doubles de Q sont à choisir parmi les N — p zéros restant de K. On obtient donc : 


(N = p)(N —p-—1) 


Mp =Np+(N-p)No4i + 5 Np+2 +°>: 
a (B.11) 
= 5 C; “PN tr: 
r>0 


Or, nous cherchons le nombre de polynômes Q sans zéros doubles, qui est justement M ; il 
suffit donc d’inverser le système (B.12) et pour cela nous utilisons l’identité suivante 


SPC PON = ch -— Cha = gu. (B.12) 
p20 


Cette identité se démontre simplement en égalant les coefficients de x" dans le développe- 
ment en puissance de x de l'égalité suivante : 
1 
2) N 


Ga = A+)" —a(14+2)%. 


Reportons alors dans (B.13) le développement (B.12) de la quantité 


N+M-2p-2 _ 
CMap = Mp 


On obtient 
JM >= > S(-)PON-? ON Note 


p20 r2>0 


Après avoir effectué la sommation à p +r constant, on trouve 
gm = No, 


ce qui démontre la proposition (B.1). 


Appendice C 


On considère le système linéaire suivant pour les CẸ coefficients e(F) (F varie sur les com- 
binaisons de M indices distincts choisis parmi les N premiers entiers), tel qu'il est donné par 
l'équation (36) avec 


F ={P1, P2, …, PM}, P permutation d'ordre N. 


(epi +Ep2 +: +epm — E)e(P1, P2, …, PM) 


M N 
-G` X, e(P1, P2, ..., Pi, … PM) 
i=1 Pi=1 
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$C) OP ie Pips, Ph PMV PUR a Pie Pj, n PM) 


i<j C.1 
ui 1 


~ 

KS 
o. 

ES 


Proposition 
Si les M nombres complexes distincts {E} = {E1 Es ... Em} sont les racines du système 
algébrique 


LR Le 1 1 
-25V =>, 1<i<M Co 
Sea LEE g ISi<M, (C.2) 
v=1 j=l 
les coefficients 
1 1 1 
e(P1, P2, .., PM)= T 
( ) ns — Epi €p2 — Er epm — Erm 
ou bien 
+ + 
— C.3 
e(F) = perm mp (C3) 
1<i<M 


constituent une solution du système linéaire, avec E = Ey + Fo + + Ey. 


Démonstation 

Nous transposons ici la méthode de preuve de la proposition de l’Appendice A, mais en 
développant complètement les sommations. 

a) On obtient pour la première ligne de l'expression (C.1) 


Li = (ep, +---+epm — E)e(P1, Par PM) 


= SS [((ep1 — Epi) + (ep2 — Ero) +---+(€pm — Erm)| 
R 


1 1 1 
Ep1 ~ Eri €p2 — Ere EPM — ERM (C.4) 
Ses. 1 we > ee een ae 
n ay Eri- Er EP(i—1) — ẸER(G-1) EPli+1) — ER it) epm — Erm 
On obtient pour la seconde ligne de l’équation (C.1) 
CRE 1 1 1 
3 2 > Epi — Er Epi — Enri EPM — Erm 
M 
1 1 1 (C.5) 
a, sG E i eee _————— 
> D f (Eri) Epi — Eri EP(i-1) 7 ERi-1) EP(i4+1) — ER(i+1) 
EpM — Erm 
avec 
AN i 
E) = : C.6 
iB) = (C6) 
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c) Considérons alors la troisième ligne de l’équation (C.1) 


1 1 1 
> De EP1 — aa epi — Epi Epi — Ep; EpM ~ ERM 
1 1 1 1 
ep, — Eri ep; — Eri Ep; — ER; epm — Erm 


La décomposition en éléments simples du produit des termes de rang i et j nous donne : 


1 1 
eae En Eri — ER; pm — ERM 
GS D tig : i 1 
a ee “En Erp; — Eri epM — Erm’ (C.7) 
Î 


où l’on a constaté que la sommation sur R est identique à la sommation sur Rx transposition 
(ij), ce qui explique le facteur 2. 
Rassemblons les deux sommes partielles au second membres de l'égalité (C.7) pour obtenir 


L3=2GS NY vee : hh gare a (C.8) 


é Ep. — Ex Eri — Ep; EPM — Erm 
tj R 


On peut alors effectuer la somme sur 1, laissant fixés R et j, 


1 
ee es pen MU) (C.9) 
(#3) fa Ri gps Fr T ri 


On obtient finalement pour £3 donné par (C.8) : 


DB reo Me MER) o i 


ee (C.10) 


Si nous rassemblons les contributions des équations (C.4), (C.5) et (C.10), nous obtiendrons 
Li + Lo + L3 =0, 
si nous pouvons choisir, quels que soient 7 et R: 


1 — Gf (Erni) + 2Gh(Ri) = 0 


c'est-à-dire d’après les définitions (C.6) et (C.9) 


quel que soit i, 1 <i < M. 
La proposition est donc démontrée. 
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Appendice D 


Proposition 
Il existe en général exactement C'Ÿ solutions distinctes du système algébrique 


ut 1 1 
SON ee Mere | 
> LEE = 1<i< (D.1) 


(L'écriture implique que les E; sont distincts entre eux et distincts des €). 


Preuve 
La preuve est tout à fait semblable à celle de l’appendice B. 
Posant 


(z= €) 


x 
ce 

Il 
=z 


> 
Il 
= 


(D.2) 
(z = E;) 5 


Q 
& 
l 
z 


i 
un 


Il nous faut dénomber tous les polynômes Q sans racines multiples qui satisfont à la condition 


suivante : 
le polynome Q"K — Q' (G7'K + K’) est divisible par Q, (D.3) 


K est un polynôme donné de degré N ayant tous ses zéros distincts, c’est ce que nous voulons 
dire par l’expression “en général” dans l'énoncé de la proposition. 

D'après le résultat de Heine déjà cité, basé sur la théorie de 1’élimination, il existe 
polynômes Q tels que la condition (D.3) soit remplie. Mais ces polynômes peuvent avoir des 
racines doubles qui sont aussi des zéros de K. On les élimine du comptage exactement comme 
dans l’appendice B, en utilisant l'identité 


N+M-1 
Cu 


OM = (-)POmt ae FOR, (D.4) 


p 


déduite de la suivante ; 


(aay: 


Si M, désigne le nombre de polynômes Q ayant au moins p racines doubles prescrites, et 
NW, le nombre de polynômes ayant exactement p racines doubles prescrites, on a 


+z)” = (1-22) 


MeO ES Sy ONAN Ne (D.5) 


r<0 
On déduit alors des équations (D.4) et (D.5) 


Ny = CN. 
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UN SYSTEME A UNE DIMENSION DE FERMIONS EN INTERACTION 


M.GAUDIN 


Service de Physique Théorique, Centre d'Etudes Nucléaires de Saclay, 
Gif-sur-Yvette 


Reçu le 24 Novembre 1966 


Nous avons étudié le système de Nfermions de spin 3, 


de méme masse. en interaction 6 sur un cercle de 


longueur L. Nous présentons dans cette note les équations couplées qui déterminent les niveaux d'énergie 
de ce système pour toutes les valeurs du spin total S, généralisant ainsi les résultats obtenus par Mc. 


Guire [1] pour S=3N-1. 


Aprés séparation des variables de spin, 
chaque fonction d'onde d'espace ¢ relative à un 
état de spin S est solution de l'équation de 
Wee 


-D 2e, av D ota- x) Y = Ep (1) 
jel J i<j 


et possède le type de symétrie d'un tableau 
d'Young T à deux colonnes de longueurs respec- 
tives u = ÈN +Setv=4N-S. Or la forme des 
solutions élémentaires de l'équation (1) est con- 
nue [1,2]. Celles-ci sont associées à un ensem- 
ble de N nombres complexes k;. Dans toute 
région o définie par un certain ordre des varia- 
bles x; (0 < x; < L), une telle solution élémen- 
taire S'écrit: 


N 
Polx1X2...XN) = 2) Ag{ P} exp{i 2 kp. x; } (2) 
P j=1 7 


L'énergie Due est: 


E= D a, (3) 
j=1 


Le problème posé se traduit alors par deux 
sortes de conditions: a) les conditions de pério- 
dicité: Y admet la période L dans toutes les 
variables; b) les conditions de symétrie: ọ est 
antisymétrique dans les variables de chaque 
colonne et vérifie la condition de Hund [3] qui lui 
assure la symétrie du tableau T. 

Il en résulte un système d'équations couplées 
pour les k, qui font intervenir comme quantités 
auxiliaires v nombres q et des angles 6 et y: 


2 ; 
a) Glk;-qq)=cotg2%jq, 1SjSN;1sas<vy 


1 
Gq ~%p)= cotgz Vap 1<a, b<v (4a) 
Yab = oa 


Physics Letters 24A, 1 (1967) 55-56 


b) Equations aux limites 


v 


LR; = Om; + 2 je 1£<j<N, 
os (4b) 
nj entiers. 
c) Equations de symétrie 
N v 
L aja 2 Vow 1<a< n (4c) 
jel b=1 


Les solutions admissibles de ce systéme (4) 
sont déterminées de la fagon suivante basée sur 
l'hypothèse de continuité des états en fonction de 
Vv. 

a) la détermination de chaque angle 8 et y est 
continue et tend vers zéro avec V. 

b) les valeurs limites 


lim kj = ke = 2nnj/L, 
V—0 
lim q =q° 
a” 3 
v—0 a 


forment un ensemble de nombres quantiques noté 
{n} et {q9} qui caractérise chaque état du système. 
Les entiers # décrivent l'occupation des états 
d'impulsion individuels par des fermions sans 
interaction; les n sont donc distincts ou bien 
forment des paires distinctes (correspondant aux 
paires dans un état singulet de spin). Pour 
chaque choix {x}, les quantités q4°, toutes dis- 
tinctes, sont solutions d'un système algébrique: 

a) siles nj sont tous distincts, le systéme est 
le suivant: 


N 1 v 
ee ee ee eC 
3-1 #57 %a b=1 16 da 


b) s'il existe 7 paires, on montre que / nom- 
bres q? coincident avec les k? des paires. Les 
équations (6) subsistent alors entre les N- 2l 
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nombres Re restant distincts et les v ~ Z quanti- 
tés g° distinctes des k°. 

Les k;° étant fixés, le système (5) admet 
plusieurs solutions. Dans tous les cas le nombre 
des ensembles {q°} est précisément le dimension 
du sous espace des états d'un systéme de N fer- 
mions libres, de spin total S, occupant des états 
individuels d'espace donnés. 

Enfin la forme explicite des fonctions d'onde 
correspondantes a été obtenue dans les régions 
de séparation compléte entre particules de spin 
opposé. 

Les équations (4) et celles qui s'en déduisent 
(en particulier dans le cas attractif à la minute du 
grand volume) sont la base de développements 
sur les propriétés du système à densité finie: 
énergie du fondamental de spin S, nature des 
premières excitations. Signalons que dans le cas 
attractif, les fermions peuvent se lier par 
paires; les niveaux d'énergie du gaz de paires 
liées sont identiques à une classe de niveaux du 
gaz de bosons attractifs en interaction 6 (d'in- 
tensité 2V). L'énergie par particules € et la densi- 
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té p du fondamental de spin 0 sont données par 
des expressions identiques, au signe de V près, 
à celles de Lieb et Liniger [4] pour le gaz de 
bosons répulsifs: 


Q 


+ t8 
J fiqaq; cSt aa q2f(q)aq. (6) 


peal 
T Q Tp 


La fonction f(g) est solution de l'équation inté- 
grale 


y À? fa) 
27 _Q (q-q')2 +y2 


af(q) =1+ >» V<0. (7 
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Boundary Energy of a Bose Gas in One Dimension* 


M. Gaudin’ 
Institute for Theoretical Physics, State University of New York, Stony Brook, New York 11790 
(Received 25 February 1971) 


By the superposition of Bethe’s wave functions, using the Lieb’s solution for the system 
of identical bosons interacting in one dimension via a 6-function potential, we construct the 
wave function of the corresponding system enclosed in a box by imposing the boundary con- 
dition that the wave function must vanish at the two ends of an interval. Coupled equations for the 
energy levels are derived, and approximately solved in the thermodynamic limit in order 


to calculate the boundary energy of this Bose gas in its ground state. 


The method of super- 


position is also applied to the analogous problem of the Heisenberg-Ising chain (not the ring). 


I. INTRODUCTION 


Let us consider the system of N identical bosons 
in one dimension interacting via a two-body 6-func- 
tion potential of strength 2c. In the repulsive case 
c>0, the extensive properties are obtained by en- 
closing the system ina finite region of space, In 
one dimension, the simplest way of enclosing the 
system is to put the N particles on a circle of 
length L, avoiding boundary considerations, which 
are replaced by periodicity conditions. This prob- 
lem has been solved by Lieb and Liniger! using 
Bethe’s wave function,” A more “physical” way of 
enclosing the system is to enclose the particles in 
a box; in our case this means that the wave function 
must be zero at the two ends of an interval L. This 
problem too can be solved using Lieb and Liniger’s 
and Bethe’s method. An application is made by 
calculating the boundary energy of the boson gas in 
its ground state. Boundary energy will be defined 
as the energy difference between the box system 
and the periodic system of same length and density 
in the thermodynamic limit. This coincides with 
the usual definition of boundary energy as the coef- 
ficient of L° in the development of the energy as a 
function of the length L of the interval. 


I. ELEMENTARY SOLUTION 


We recall briefly the known results and introduce 
the notion of “elementary solution” of the Schrô- 
dinger equation: 


x ay 
-2z +e d(x, -x;)Y=-EŅ. (1) 
i=1 Xi i<j 


For the Bose system, an elementary solution is a 
continuous symmetric function of the coordinates 
Xi, Xy (or x € Ry) obeying the Schrödinger 
equation (1) in Ry. Bethe’s method gives us a 
continuous set of elementary solutions Ÿ4,,(x) para- 
metrized by a set {k} of N distinct numbers k}, 
kose., Ry: 


N 
blr) = 2 a(P) ex ( D bow (2) 
P tel 


in the domain D, x, <%2<*'* <Xy. 


Physical Review A 4 (1971) 386-394 


The sum is taken over all the permutations P of 
order N. The coefficients a(P) are given here ina 
rational form: 


alP)= II ( " ae) (3) 


i<j kpi -kpj 


which shows clearly the continuous transformation 
of Yik from a permanent (c =0) to a determinant 
(c =0) when c increases from zero to infinity. The 
corresponding energy eigenvalue is 


N 
Ems 2k. (4) 


The periodicity conditions are expressed by the 
following relation: 


B(x, 0, Xz, e.e, Xp) EPa, Xg, ve, Xyp X1= L), 


xeD. (5) 


It turns out that y can be chosen as a particular 
Vin if the coefficients a(P) satisfy 


a(PC)eP14=a(P) for all P, (6) 


where C is the cyclic permutation (12°--N), From 
Eqs. (3) and (6), we obtain Lieb and Liniger’s sys- 
tem of coupled equations 


k;L=2mm, +2; Yy, i=[1,N] (7) 


with n; integers and the following definition of the 
phases #;;: 


tanzv,,=c/(k, - Rj), vy =n ds. (8) 


HI. QUANTUM NUMBERS 


Yang and Yang? have shown the uniqueness of the 
solution of Eq. (7) for each given permissible set 
of quantum numbers. We give here an intuitive 
argument based on the continuity in c in order to 
determine the integers {n} simply. We will show 
that there exists a continuous sheet of the function 
,,(c) which goes to zero with c. There the integers 
n,=limk,L/27 as c -0 are the quantum numbers of 
a noninteracting Bose gas with cyclic boundary 
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conditions and the permissible sets must be the 
sets of N nondecreasing integers: 


-OSN ENS +S Ny <o, 


For n,;#n,, we choose the sheet of ÿ,, which in the 
neighborhood of c =0 behaves like 


œ [e/(n;-n;)]L/ 2r. (9) 


It remains to examine the case where some n are 
equal. Choose, for example, the ground state of 
total momentum zero: 


n,=0 for alli. (10) 


In the vicinity of c=0, we look for a solution of the 
type 


k,=(2c/L)'/"q,+ O(c), i=[1,N] (11) 


where all the q; have to be distinct, Hence we find 


the possible sheet 


bis (26L) lq - g,)+ Ole). (12) 
From Eqs. (7) and (10), the q; must satisfy 
=+ D 
560414; (13) 


This gives us a precise idea of the distribution of 
the pseudomomenta k in the limit c++0, From 
Eq. (13) we recognize the q; as the zeros of Hermite 
polynomials of degree N, which satisfy 
H'(q)- 


2q H"(q) + 2NH(q)=0 . (14) 


Thus the q, are distinct real numbers and the %,, 
all have the assumed behavior #,,- 0 when c — 0. 

The density of zeros of H,(q) is asymptotically 
given by the semicircle law 


pla) = (1/1)(2N - g?)"/? , (15) 
This gives us the density of pseudomomenta k: 

p(k) =(L/2nc)(4cp -kF , (16) 
with p=N/L, in the limit c very small. This dis- 


tribution is very peaked, The corresponding leading 
term for the ground-state energy is 


E/N= f k®p(k)dk œ (cp) 


The limit c — 0 has to be understood for a finite 
system before we take the thermodynamic limit. 
Nevertheless, it coincides with the dominant term 
in the energy per particle of the corresponding in- 
finite system. ! 

Finally we give here the correspondence between 
the {n} and the {7} introduced by Yang. Since the 
noncrossing of the k has been proved by this author,’ 
we have 


dy=-2tan (k; ~ k,)/c+ mek, -k,) , 


(17) 


and thus we write Eq. (7) 
k,L = 2nl,- 22),tan"(k,-k,)/c, 
with 


I,=n,+i-3(N+1), i=[1, N}. 
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Thus the quantum numbers J, are integer or half- 
integer according to the parity of N, with the con- 
dition 

h<l.. <Iy. 


IV. ELEMENTARY SOLUTION ON SEMI-INFINITE 
AXIS 


The boundary conditions for the Boson wave func- 
tion ÿ(x) in a box are twofold: 


$x, =0, xg, +++ 
bx, Kay eee xy =L)=0, 


where the x, are in the region D, 0< <x < 
SxysL. 

The idea is to construct elementary solutions of 
the Schrédinger equation on the semi-infinite axis 
x,20, or xe Ry, solutions which have to verify 
Eq. (18) on the boundary x,=0 of the fundamental 
domain D*, O<xi<xo<-" <xy<æ, Using Mc- 
Guire’s optical analogy‘ for the general problem of 
particles in 6 interaction, it is natural to construct 
the wave function y by superposition of all the ele- 
mentary waves #,, obtained by reflection at the 
wall x=0. Such an elementary solution is written 
Yu) and is associated with a set of N distinct 
“positive” numbers |k,l. “Positive” means only 


(18) 
(19) 


»%y)B0 > 


belonging to the same complex half-plane. If the 
k are real, we can choose 
O< [ki] < [ka] <+> < [Rul . (20) 


Therefore we define the 2" sets 


fe}={ki, Re, ee key} with k;=e,|k,{, 6-21. 


(21) 
All the states fip) have the same energy and we 
look for a solution of the form 
Pum= D Alee Enl). (22) 
Ejéz* Ey 
The condition (18) gives us 
2 ato I (1+ 
P i<j +R i -kpj 
x ef Bpa%gt tts *kpy ty) =O . (23) 


Thus we are only free to sum over €p when P and 
also the other € are fixed. This gives the 2%" re- 
lations 


Alee + €y) I (1+ n) 
* F aP Eni 
+A(&-.: -Emtee Ex) H (a) =0, 
BPL) -kp -k 
(24) 
which must be true for any {k} and P. It is suffi- 
cient to choose 
AlEiEz + €y)= TI (1-7 Jaee 
1€2 wee i, +h) ©? N 
x(ki+k;= elki] +e,lk;l). (25) 


BOUNDARY ENERGY OF A BOSE GAS IN ONE DIMENSION 283 


Thus we obtain the desired elementary solution 


ic ic 
Pum 2 2 eeg I (1 ae (rzi ) 


i<j i I 


xexpli(k m %1+° °° +k py xy)], (26) 


with k;=€,1R;|, kpi=€pilkpil . 

We notice that in expression (26), the sum is 
taken over the 2” NI elements of the N-dimension- 
al cube reflection group. This remark leads to the 
generalization developed in Sec. V, which appears 
as a digression. 


V. BETHE’S WAVE FUNCTION ASSOCIATED WITH 
REFLECTION GROUP 


In the two cases previously studied, the ele- 
mentary symmetric solutions on the whole real 
axis and on half the real axis have the following 
common mathematical definition. 

Let G be a finite reflection group acting in a 
Euclidean vector space Ry with scalar product 
(x,y). The group G is generated by a set of re- 
flection generators g, (g?=1). Let Dy be a funda- 
mental region for G, in other words, an open do- 
main of Ry with the properties 


gDy N Dy=0 for geG(g+#1), U gDy=Ry . 
(27) 


Coxeter" has shown that Dy is a spherical simplex, 
bounded by a set of N planes B,, with normal vec- 
tor n,, associated with the generator g, such that 


gè=1, &, B,=B,, Evn =N, - (28) 


Dy is defined by 
(n, x) >0 for allv, xeDy . (29) 


In our previous examples, the elementary wave 
function appears as a sum over the elements of 
the reflection group G: 


daylx)= D alge!” , (30) 


ZEG 


with keDy and x€Dy. In the “symmetric” case the 
solution is easily extended to the whole space Ry 
by the relation 


Pulg) = bay) . (31) 


The continuity of ÿ at the boundary B, is ensured 
by 


Eyx=x, xEB,. (32) 


The coefficients a(g) are determined by some 
conditions at the boundaries of Dy, which are not 
arbitrary and have to be consistent with the group 
property of G. 

In the cases studied so far the conditions are of 
the form of a linear relation between the function 
ÿ and its derivatives on the plane boundary B, for 


instance, 
(a) aise( 22) = 2c, (x) beast =(n,, V) 
(33) 
or 
(b) y(x)=0, xesome B. (34) 


From (30) and (33), we obtain the sufficient rela- 
tions for the coefficients a(g): 


alg g) _ (gk, ny) +ic, (35) 
alg)  (gk,n,) —ic, 
for all g and generators g,. 

We will show that these relations give a(g) in 
terms of all the reflection operators g, (g2 =1) of 
G. (Note that the set of g, is larger than the g,, 
which are only the generators.) This can be done 
by using the known properties of the finite reflec- 
tion group in Ry, which are nothing else than the 
reflection group of the root diagram of the semi- 
simple Lie groups. Let us call a (vector in some 
Ry) a “positive” root in the diagram of a semi- 
simple group I [“positive” is defined with respect 
some fixed arbitrary vector £ in D, such that 
(£, æ)>0]. The root æ defines a reflection g, with 
respect to the hyperplane perpendicular to a at the 
origin: 

£a =-a@ (-a is a root). (36) 


On the other hand, if B is a root, gaß is a root (of). 
Now, if & is a positive root, ga is also a positive root 
from Jacobson’s theorem 


(v, £)>0 and (æ, £)>0 = (a+v,£)>0. 
Thus, if we choose 
my=v/[v,v)P/*, c,=e/[v,v)}/2, (37) 


we can easily verify the following solution of Eq. 
(35) for a(g): 


= _ ic 
ate) HT (1- gia) - (38) 


From the choice of our boundary conditions (33) 
and (37), the function ÿ is an elementary symmetric 
solution of the following Schrédinger equation in 
Ry: 


~ Aÿ+ 2c 2 5((x, a)) p= (k, k)i}. (39) 
a>0 


Thus with each semisimple Lie algebra can be as- 
sociated at least one symmetric (invariant by G) 
Bethe wave function. It results from the invariance 
of the Hamiltonian (39) by G that this equation ad- 
mits solutions belonging to other types of symme- 
try. More precisely, since the reflection group 
G is in some sense the commutator of I, the co- 
variant solutions y will be representations of the 
corresponding semisimple I. But here we restrict 
the study to the invariant solution. 

We illustrate briefly these general considerations 
with our two examples. First consider the sim- 
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plex Ay; corresponding to SU(N). Let e; be an 
orthonormal basis in Ry; the “positive” roots of 
SU(N) can be taken as - 


a=e,-e;, i>j, i j=[1,N]. 
We have 

(x, e,)=x;, 5((x, aæ))=ölx;-x;), 

(gk, a)= (gk), ~(gk;) . 


£a = P;,= reflection with respect to the plane x, 
~x,=0 or transposition of the permutation group 
G=S,. The fundamental region with normal vec- 
tors 


Ny ie — Cty i=[1,N] 


and generators g,=P, ;,, is determined by the in- 
equalities 


(ny, x) >0 = X 341 7 Xi >0 


= OSHS XS *<Xy 5%. 


We recover the familiar relations (2) and (3) of 
Sec. II. 

The second example concerns the elementary 
solution on the semi-infinite real axis, constructed 
with the 2"N! elements of the group of the hyper- 
cube or of the Cartesian frame. Two root diagrams 
are possible: Cy corresponding to Sp(2N) and By 
corresponding to SO(2N +1) with the same reflec- 
tion group (Coxeter’s simplex Cy). The positive 
roots of Dy are e; +e; ande;-e;, i>j, with the 
supplementary roots 


e; for By or 2e; for Cy. (40) 


The generators of Cy can be taken as 


Eez Eege? “+ Senn ey et 


and this gives the fundamental region 0 <x, <x, 
Keoe < Xy < co a 

In fact, our wave function satisfying y(x)=0 for 
x,=0 is a limiting solution of the following more 
general Hamiltonian with potential function de- 
pending on two coupling constants b and c: 


V(b,c)= 22s òlr +202) dx; -x;)+0(x;+x;). 


i<j 
(41) 
The solution in this case is given by 


ata= II GG Ge =) 


ib 
(gk, e; Gia) i (42) 


«TI (1 


As in formula (38), one recognizes the product 
over the reflection defined by the roots (40), but 
with the freedom in the choice of the coefficient 
corresponding to the roots +e;. 

This corresponds to the fact that the reflection 
group does not completely determine the length of 
the roots: We can have B or C. One verifies 
easily that the double product Il; <; in (42) is un- 
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changed by the transformation g-g.,g. Thus 


(gk, e;) +ib 
(gk, ey) -ib 


alge g) _ 
alg) 


On the other hand, the roots e,+e, and egte, are 
exchanged by the generators ÉCART unless 
Er — Ep, Which changes its sign. Finally, gep-ex-1 
exchanges the e, and e,_, factor in the simple prod- 
uct I], in (42). Hence the conditions (35) which 
express boundary conditions corresponding to the 
Hamiltonian (41) are satisfied by the solution (42). 
Now our problem with the strict zero-wave-func- 
tion condition at x, =0 corresponds to the limit 
b— œ, and we recognize exactly the wave function 
(26) in the limit form of (42). The wave function 
restricted from the whole space to the region 
x,>0 for all à does not see the part of the poten- 
tial 6(x;+x;), and thus on the half-axis x; >0, in 
the limit b— ©, potential (41) is equivalent to the 
original one. For three values of the constant 
b/c, b/c=0, 3, 1, the solution (42) coincides with 
(38) corresponding to the Schrôdinger equation 
(39), and the corresponding groups I are, respec- 
tively, SO(2N), Sp(2N), and SO(2N +1). 
Unfortunately the translational invariance is lost 
in most of the new Hamiltonians. There is one 
exception corresponding to the group Ga, for which 
the reflection group is simply D§. The corre- 
sponding potential function is 
V = 8(x, — x) + (x 


~ x3) + öl — x3) + (xy + x2 — 2x3) 


+ 6x5 4 xq — 2x9) + 6x3 +x- 2x4), 
where each particle interacts with the center of 
gravity of the other two. 

We do not think that the models corresponding 
to the exceptional reflection groups are physically 
interesting. These group considerations would 
be fruitful, if they lead to the explicit construction 
of the covariant solutions #,(x) with yxe Dy be- 
longing to a given irreducible representation of the 
reflection group G. 


VI. COUPLED EQUATIONS FOR SPECTRUM 


Now we go back to our specific problem. With 
the knowledge of the elementary solution oy 4) ;(x) 
in the region 0< x} <++-+ < xy, we are able to im- 
pose on the wave function the second boundary 
condition, Eq. (19): 

ru, Xap s.. Xy=L)=0. 


This gives the relation 


D (u (- eet eae eto 
epy <i kpi tk p; k pi —R py ? 


which has to be valid for all P and {e}. 
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Setting PN = a, we obtain 


Rg~ka -ic kgtkg tic (43) 


etat IT , 


alta) Ra~Ry tic katka —ic 


which must be satisfied for all a, and all possible 
signs of k. This last point becomes clear if we 
write our system in the form 


etat = II (ka tic)’ -ki : 
Bta) (“Ry +ic)—Rÿ 


Thus, writing ka instead of |k,|, we obtain the 
system of coupled equations 


( tan“! 


kaL=mMa+t 2 


c 
Bta) ka —kg katke 


with ka>0, a=(1,N]. 

As in Sec. III, by applying the continuity prin- 
ciple in the coupling c, we deduce that the set of 
integers {n} is a system of quantum numbers for 
free bosons in a box L: 


lsmsmgsee+<ny. (45) 


The system (44) is very similar to the system 
(7) and here we make the analogy precise. Con- 
sider (a) the N bosons system in the box [0, L], 
and (b) the 2N bosons system periodic on [0, 2Z]. 
Both have the same density. For the periodic sys- 
tem we look for a solution of the form 


{ken = {ln tebe}, 2: >0, i=[1,N] 


inten ={{-nhy, ttmbvh, n:>0, i=[1,N]. 


Thus we get exactly Eq. (44) for N bosons in the 

box {o,Z]. We conclude that the energy levels of 
N bosons in a box L are one-half the energy of a 

class of levels of 2L — (periodic system at same 

density): 


Emre {kr = ETHE y, new $ (47) 


The existence of real solutions for (44) is a cor- 
ollary of the corresponding result? for Eq. (7). 

The ground state in the box corresponds to the ex- 
cited level {{~1}y, {+1}y} of the periodic gas. This 
allows a direct calculation of the difference 


(46) 


AE =lim(ER** -3 ER) as N-o. (48) 
Moreover, it is shown in the Appendix that for 
the ground state we get 
EY =N (energy per particle)+O(1/N). (49) 


Thus lim (ER - EYS) -0 as N— œ and we de- 
duce that the quantity AE, to be calculated in Sec. 
VI, represents the boundary energy or “surface” 
energy of the boson gas enclosed in a box. 


VII. BOUNDARY ENERGY 


Let us call k; andk;, respectively, the momenta 
for the 2L -periodic and L-box system at the same 


density. We have the coupled equations 
HET net 1E 
iL =2 tan- tan” 50 
gal ky k, +k; ? (50) 
= N; 
z -1 __C = CG 
HL=n+2 tan TET +ta F+, 
i=(1,N] (51) 
and the surface energy 
N 
AE =im( È CH D) : (52) 
tal 
We put 
ky Ry = (1/L) h(e,) +O(1/L) (53) 


and we deduce from Eqs. (50) and (51) that 


N, = 
Her F 2 (es, preiet) 


c°+(k;-k,)°  c“+lki+k;) 


(54) 
and 


N 
ag-uim( +2 kihte) : (55) 


We know that in the limit L -,density p= 2N/2L 
and the asymptotic number of k; on the interval 
[k,k+dk] is 2Lp(k)dk, where plk) is the solution of 
the Lieb integral equation 


1 +K 
pt) - = Í; EINE p(k’) dk’ = ~ . (56) 


The parameter K is related to the density by the 
equation 


p= Sf." plk)dk . (57) 


The limiting form of (54) is clear. Extending for 
convenience the definition of h(k) to negative values 
of the argument by 


n(-k) = —hlk) , (58) 


we obtain 


K 
h(k) -h(R°) 


h(k) = 7 e(k) - zf bk act plk') dk’, (59) 


-K 
with e(k)=k/ ikl, or, by the change of function 
g(k)= p(k) h(k) (odd function), (60) 


we finally obtain the integral equation 
p-p? = al) (61) 


and the boundary energy 


AE = 2 ie kg(k) dk . (62) 
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In Sec. VIII a method is described to solve ap- 
proximately Eqs. (56) and (61) in the limit c/p— 0 
and thus to calculate the leading term of AE. 


VIII. ELECTROSTATIC ANALOGY 


Integral equation (56) is known in potential the- 
ory as the Love equation for the old problem of 
the circular disk condenser.” Consider two coaxial 
circular metallic disks of radius 1, separated by 
a distance a, and charged at opposite potential 
+V In cylindric coordinates (7,2) the potential 
due to an axially symmetric distribution o(r) (on 
the lower plate at z=0, for instance) admits of the 
following useful representation in terms of an even 
real function f(t): 

+1 
f(t) dt 
Viy,z)= ; re Gi) Pe x (63) 


V(p, z) is real (f even) and harmonic outside the 
lower disk (g=0, 0<7< 1). The density of charge 
o(r) is related to f(r) by the Abel transform 


__1df'_ fiat 
alr)= - = at Gry » (64) 


and the total charge on this plate is 
+1 
a-Si fU)dt . (65) 


In the presence of the upper disk at z=a, density 
-o(r), the equilibrium condition on the lower disk 
is 


V(p,0)-V(p,a)=Vy, 0<p<1. (66) 


Taking the Abel transform of Eq. (66), one obtains 
the Love equation for f(t): 


+1 
a Dd yV 
mij re RE Po 


1 


This becomes Lieb and Liniger’s equation after a 
change of scale, by choosing V,= 3 and a=c/K. 
The capacity of the condenser is given by Eq. (65). 
Between the two problems we have the correspon- 
dence 


plx)=f(x/K) , 


+1 
density p= capacity=K f, Fé) dt, (68) 


energy €=second moment 
+l 
= (K?/p) J ft) dt . (69) 


The difficulty of the condenser problem is to find 
an asymptotic expansion of the capacity at small 
separation of the disks; by using physical argu- 
ments Kirchoff obtained 


= — + pm Iya + OU); (70) 


and Hutson’s method? gives 


1 1 
O za (1 SE TE LE 


1-t 167e 
x(rin Ft +h ) $ (71) 


From Eqs. (68), (69), and (71) we get the den- 
sity of the Bose gas as a function of K and c: 


2 1 
prune (92) 
e c 


and the energy particle 


K KÉ K 187 £) 
“Isc ör Ba m( 4 


Eliminating K between Eqs. (72) and (73), we ob- 
tain the equation of state at zero temperature 


e=cp- (4/37) pt 2e? 3+, (74) 


which coincides with the result given'by the pertur- 
bation theory of Bogoliubov previously calculated 
by Lieb and Liniger. 1 

Analogous methods could probably be used to 
transform Eq. (61) into a problem of potential the- 
ory. We only give here the dominant behavior of 
g(k) and AE as c goes to zero. Following the Kac- 
Pollard method,” an approximate form of Eq. (61) 
(in the reduced variable x=k/K) is easily found: 

+l ; 
pp) EU gece St, (75) 
yy, Ye 2c 


€p (73) 


This can be inverted to give 


FO 
* 1 -xy -[0 -3U -y3 
J in( 1 -xy +[( -xl -y je ) €(x) dx . 
(76) 
Formula (62), 
AE = 2K? f" yaly)dy , (62°) 


gives us the dominant term of the boundary energy 


K 
EEES Vis (77) 


SES ore as 


in the limit c/p «1. 


IX. CONCLUSION 


Starting from a known elementary solution of the 
Schrödinger equation for a boson system with a 
-function interaction, we have applied a superpo- 
sition method to build up a wave function defined 
by ~=0 boundary conditions. This constructive 
method led us to recognize the possibility of as- 
sociating Bethe’s wave function with each finite re- 
flection group and of constructing the corresponding 
Hamiltonian. We do not know if the periodicity 
conditions are compatible with the solutions cor- 
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responding to exceptional reflection groups. 

We apply this to calculate the boundary energy of 
the Bose gas in its ground state. The same method 
could be used to calculate the difference in energy 
between the Heisenberg-Ising chain and the ring, 
and possibly the boundary correction to the free 
energy of some two-dimensional ferroelectric sys- 
tem. We give here the coupled equations for the 
spectrum of the Hamiltonian of the anisotropic 
Heisenberg chain: 


Nel 
X= » Sy Shot +S), Sea + p(S5 Shi = 4) . 
nel 
With the notations 
p=cosh (in the domain p>1), 


cot3k,=cothg@tanzt,, O<Es<T 


cot3#(z) = cothé tanzé , 


we have found the equation 
Ra (N +1) =T (Aa +2) + p(2é a) 


+3 D WlEg Ea) +P(Eq tes), a=[1,M] 
Bita) 


where the quantum numbers X, for the ground state 
are probably 


1, 3, 5,...,N-1 (N= 2M). 


The energy is given by 


M 
E=2) (cosk, ~cosh®) . 


asl 
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APPENDIX 


We have to show that the ground-state energy of 
the L -periodic Bose gas behaves in the limit N — œ% 
like 


Ey=€N+O(1/N) , (A1) 


where € is the energy per particle given by Lieb 
and Liniger’s equations (56) and (57) and 


e= (1/0) ft" ko), p=N/L . (42) 


We follow exactly the proof given by Yang’ in order 
to establish 
limE,/N=€ asN-«, (A3) 


In fact, his proof gives the stronger result (A1), 
from which we deduce the desired formula of Sec. 
VI: 


mlEy(p) — 2E ay{p)|=0 as N= o. (A4) 


We start with the following formula (Whittaker and 
Watson"), which is valid for an analytic function 
on a segment line including the points a and b 

(b -a=rw): 


iv b 
D Banc J Px) ax + $1 flo) -fla)] 
N-l ws, 


zw [f'(b) -—f (a)]+ Ow). (A5) 


Specializing to an even function, and using the ana- 
lyticity at the ends of the interval in order to shift 
the limits of the integral from 3w, we obtain the 
modified formula 


x 
. 2N-1 +ON/L 
2er) if 1 
=] => (x)dx+— Ry, 
aes N 27 Flex) Lek 


-N/L 
(A6) 
with | Ryl <3ml f'(aN/L)l +const 
For a set {k}y solution of the coupled equation, 
the function h(p), 


h(p)=p -D tant br, (A7) 


is analytic on the real axis, as is the inverse func- 
tion p(h) with |dp/dh| <1. For any value of p we 
have 


dh 1 w4 T/L 2c 


=1 8 
dp L many E tlo -DT * (A8) 


Thus, using (A6), we get 


nel. @ Pre +c a +2 7z Rip) , (A9) 


with 

n=p(nN/L) (A10) 
and 

27 jdi 27 

[Rx(p)| < 308 se +const< 473 + const (A11) 
We obtain also the density of particles 

2aN_ (°° dhlp’) 1 

as AR di 

L f. dp’ ip (A12) 
and the total energy 

dh R 
Ex = Lf p? D) ap Re, (A13) 


with 
| Ral < fm 2n (dp/dh) (n) + const < 4r + const. (A14) 
Using the existence of a bounded inverse operator 


of the integral operator in (A9) and the fact that 7 
is bounded, we deduce that 


= 2ap,(p) +0 (1/2?) (A15) 


a 
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and 


Ey =L€,p,+O(1/L) , (A16) 


where p, and p,(p) are, respectively, the density 

and the solution of Lieb and Liniger’s equation for 
the value of the parameter K; =n; from Eqs. (A12) 
and (A15) we have 


pr=p+O(1/L*), p=N/L . (A17) 
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Bose Gas in One Dimension. I. The Closure Property of the Scattering Wavefunctions* 


M. GAUDINŸ 
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(Received 12 February 1971) 


We verify the closure relation of a continuum basis of Lieb’s wavefunctions, describing the scattering 
states of identical bosons interacting via a 6-function potential in one dimension. 


1. INTRODUCTION 


We consider the system of N identical Bose particles 
on an infinite axis interacting via a two-body repulsive 
6-function potential. The Schrödinger equation for 
the wavefunction is 

N oy 
i=1 Ox ax? 
The symmetrical scattering solution of Eq. (J) has 


been given by Lieb.’ In the fundamental region D of 
Ry defined by the inequalities 


— 0 << X <X L 


Pa xy A(x; — x,y = Ey. (1) 


< xy < © 2) 


such a wavefunction is expressed as a sum over all the 
permutations P of order N, 


P(x) = F a(P)e tee, (3) 
with the notation 
N 
(Pk, x) = > K pix; 
i=l 
and the rational form of the coefficients a(P): 
a(P) = TI (: + a) (4) 
i<j kpi =. kp; 


The set {k} parametrizes the scattering state y,,, and 
consists of N arbitrary but distinct real numbers, 


{k} = thi, ke, +*, kw}, 6) 


which are the momenta of the particles in the ingoing 
or outgoing states. The energy of the state is 


z= 3K. © 


So far, the wavefunction p(x) is not normalized. 
Our aim is to prove the following closure relation: 


Iy = [ arz Gk) = Pal) Php) 
= N! (2n)%8(x — y), 7) 
with 
xeD, yeD. (8) 
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The 6 function in D is defined as 


d(x — y) = dCi — YD — a) +++ Oty — Yy) 
(9) 
and the normalization factor is 
G(k 1 Ca (10 
= + re — i 
œ ll ( (k; — z ) 
By introducing the phases y,, 
= 2 tan (+) (11) 
vu ki = k; i 


we infer from (7) that the normalized wavefunction in 
the continuum would be 


Pw) = IN! (2r) 


x Zop (5 Syne +13 kea) (2 


Rici 


for x € D; and after extension of the ¢ by symmetry, 
we would have 


[icra dx = d(k — k’), (13) 
with k and k’ € D. 
2. PROOF 
A. Algebraic Part 
We set 
ai, =1-—* (14) 


Substituting the right-hand side of equality (3) for the 
wavefunctions in the expression (7) for Iy, we have 


= Ny 1 
ly = ae 2 golle Pi)a(Qi, Qj) 
x exp [i(Pk, x) — i(Qk, y)] (15) 


as a sum over independent permutations P and Q. 
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Substituting the expression (10) for G(k) and 
summing over P and R = QP, we get 
a(PR“i, PR 1j) 
a(Pi, Pj) 
x exp [i(Pk, (x — Ry))]. (16) 
Now we consider the double product over all pairs 
of indices (a pair is defined as a set of two elements) 


in the integrand of (16). By the following change of 
indices in the numerator, 


Ru=7, 


Iy = dk” > IT 


Ry P,Ri<i 


(17) 
we write 
i’. Pj’ 
a(PR i, PRY) pd, APH PY 
<j  a(Pi, Pj) TI a(Pi, Pj) 


i<j 


In any double product, the 4N(N — 1) pairs occur. 
With each pair (i, j) in the denominator of the right- 
hand side of (18), we associate the corresponding 
identical pair (i’, j’) in the numerator. Thus we have 
two possibilities: 
(a) i’ = i, j" = j, which means 
i<j, Ri< Rj 
and that the corresponding terms cancel in (18); 
(b) i’ = j, j’ = i, which means 
i<j, Ri> Rj. 


(19) 


(20) 


We will denote the inversion of the pair (i,j) by R 
with the notation (i,j)p. For example, with the 
permutation R, = [542], we have the inverted pairs 
(l, 2)r,> (l, 4dr,» and (3, ‘Dp, - 

In case (b), the corresponding factor in (18) is 
clearly 


aPj,Pi) 1. Loy, 
oo? ECS, 2 21 
a(Pi, Pj) LGDr (21) 
Therefore we can write 
Iy = dk > II kp; TT kp; + ic 


Ry PRG ir Kp; — kp; — ic 
Sen (: Site Yn): (22) 
l 


The change of integration variables 


kpi > k; 
gives us 
Iy =X I(B), 
R 
with 


IR) = ni] aap ae 
Ry (ae k, ~ k; — ic 


x exp ( Z ke- yad). 23 


B. Integration Part 


It remains to perform the integrations (23); let us 
isolate the term /(1) associated with the identical 
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permutation. There is no pair inverted by R= 
identity, and we have 


I(1) = N! (2x)%8(x, — YDA — ya): ++ bey — yw). 


(24) 
Now we prove 


I(R) = 0, for all R # identity, x, ye D. (25) 


Suppose R is given. For each pair (i, j)r inverted by 
R, we have the implications 


i<jandxeD= x; < X, (26) 
Ri > Rj and y € D => yr; > Yk- (27) 
Therefore, by setting 
$; = X — Yri, (28) 
we deduce from (26) and (27) 
E<& for Gje i<j. (29) 


The quantities £; form a set partially ordered by the 
relation “inverted by R.” Let us introduce the graph 
I’, the vertices of which are labeled by the indices i, 
with a line between i and j, if (i, j)p . Since Ris not the 
identity, the graph T' contains at least one line. The 
integrand of F(R) is clearly constructed by associating 
one factor with each line of I’. Thus the integral Z(R) 
is a product of integrals associated with each con- 
nected part of I’. Consider one connected part I’, of I’, 
with L vertices and at least one line. Call the corre- 
sponding integral 1(1.). Changing the name of the 
variables k, we have 


+00 f+ NES i 
ITC) -Í f dk,-+-dky JI k; — k; + ic 
—0 J—0O (i 


Dre e k; Dur k; — ic 
L 

x exp (i ï ri). (30) 
1 


In the variables &, I(T.) is a distribution Fourier 
transform of a rational function translationally in- 
variant; hence its support is the plane 

L 

2 é =0, (629) 

i-1 
On the other hand, there exists a vertex m € T, such 
that 

Èm < i’ Viel,. (32) 

Call {n} the set of vertices of T, connected to m by a 
line. Since the line (mm, n) exists, we have (m, n)pg; 
this means from (39) that 


m<n and é,, < &, 


or 
m>n and &,,> &,. 


From (32), the second part of the alternative is 
impossible and we are left with 


m<n and &, <6, (33) 
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for the vertices {n} connected to m. Now we deduce 


Em < 0. (34) 
Assume &,, > 0; from (32) and (33) this would imply 
> & > 9, 
ire 


which contradicts Eq. (31). 


With the results £„ < 0 and n > m for the vertices 
n connected to m by a line of F,, we are able to show 
that (T°) is zero. According to a theorem (Schwartz? 
and Gelfand?) on the generalized functions, the 
Fourier transform J(I’,) can be calculated as limit of 
the corresponding integral over a box [—K; < k; < 
K;], i = (1, L) with lim K; = +00. We first integrate 
over the variable k,,. The corresponding factor J,, 
in I(T) is 
eK tin [I kin — Kn + ic | 


Jm = lim 
n>m km Eu k, — ic 


Km-*0 


(35) 
K m 
The poles of the integrand (35) are all in the upper 
half-plane k,, = k„ + ic (c > 0), and at infinity we 
have 


W=1+0(;). 


n>m km 
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Thus we deduce J,, = 276(é,,) + a function of &,, 
which is zero for &, < 0. Therefore, in the open 
domain é,, < 0, the distribution J,, is zero. This 
proves X(T.) = 0 and /(R) = 0 in the open domain D, 
for R # identity. Then the closure property follows 
from (23) and (24): 


Iy = (1) = N!(27)%&(x — y) x, y ED. 


In the following paper, we will give a direct proof of 
the orthogonality relation (13). 
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Bose Gas in One Dimension. II. Orthogonality of the Scattering States* 


M. Gaupint 
Institute for Theoretical Physics, State University of New York, Stony Brook, New York 11790 


(Received 12 February 1971) 


A direct calculation gives the normalization integral for a basis of scattering wavefunctions of inter- 


acting bosons in one dimension. 


In the preceding, Paper I, we found the closure 
relation of a basis of scattering wavefunctions for the 
one-dimensional system of bosons with repulsive 6 
interaction. Here is given a direct calculation of the 
normalization integral (1.13). This approach is based 
on algebraic identities which show once more the 
interesting structure of Bethe’s wavefunctions. 

With the notations of Paper I, a convenient basis of 
scattering states for the system of N repulsive bosons 
is the following: 


Pax) = 2 a(P)e(P**), () 
with x (X1, X2,***, Xy) in the fundamental region 
Dy of Ry: X1 < Xa <<" * < xy. The k are distinct 
real momenta in Dy, and the coefficient a(P) is 


a(P) = TI (1 + | (2) 


i<j kp; — kp; 
So far, the y,,,(x) are not normalized. 
We calculate the normalization integral 


(fits -ky 


= (van) x, 3 
kik} -> a) [vie Pay) (3) 


which is a generalized function, the sum of Fourier 
transforms of characteristic functions of the domain 
Dy. 

Using the definitions (1) and (2), we have 


N=> apao f exp [i((Qk’ — Pk), x)ļd7x. 
P,Q Dy 


(4) 
Setting 


Pk — Qk’ =q, (5) 


we calculate the distribution in q, 


Jy = ge ila-x) dx 
Dy 


Í. <my t3 
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enzi tanan) dx dxy, 


(6) 


and we easily find 


J y(q) = 276(q, + G2 + °°* + Gn) 


Na 
iN 1 


x ‘ 
(qı + io)(g1 + q2 + io): "(qu +°°* + na + io) 
(7) 
Here we derive an equality which will be useful 
later. From the definition (6) of Jy(q) we have 


2 J y(Pq) = (27) 8(g:)8(g2) : - - lay). 


(8) 


On the other hand, a known algebraic identity gives 
us from (7) the result 


Z Jy(Pq) 


= 276(q, + G2 + °° + Gy) 


N N-1 


i 
x 
Žu + io)---(q;1 + 10)(qj41 + io): (qy + io) 


= (27) 8(q3) ` ` © ôla n). (9) 
Now, using (5) and (7), we obtain 
N = Ini 8(ky +++ + ky — ki = oo — ky) 
gate ka + io, e, eem 
1 ke, ttt, ky 
(10) 


with the following definition of A, a rational 
function of {k} and {k’}: 


a(i) -zeewo 


x (kp — kovlkr: + kp — ko = Kee): re 
(kpi HT kpin 
— ko — +++ — kon). (11) 


In the expression (10), the norm N appears as the 
product of an over-all 6 function expressing the 
conservation of total momentum by the boundary 
value of an analytic function of {k} in Im k > 0. 
Now the fundamental identity proved in the 
Appendix [Eq. (A11)] is used to write À in a form 
which exhibits its true singularities. We obtain 
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from (A4)-(A6) 
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with the coefficients d(R) given by 


x à (e j P _ 1 1 
Afk) =a(*\Q +. thy Kec ky) R= — (13) 
(1) = (ce) on O A T by ks = Kine +16) Clay — Kay + 19 
an 
= J I(R) d(R) | 
a ôy = | —— ~ |. (14) 
(ky tect t+ ky — ki. ki) k; — k; + ic |N 
(ki — krka — kra) te (ky Kay) The only singularities of À are the poles k; = ki. 
(12) Using the expansion (12), we write 
Ba ++ ky ki ki eee — KA HH? + 
ki ky 
= $ I(R)d(R)O(Ky + + — ki + = ky) 
R 
y 1 
x> 7 7 A ; : - (15) 
PACK — kri + io) (kya — kro- + ioka — krou + fo) >> 
The equality (9) applied to each term of the sum over numbers {k}. We choose the rational form 
R gives for the left-hand side of Eq. (15) 
y 
~/k+i a(P) = 1 + wa): Al 
a( 7 ) a +e kh (P) IL, kpi — kp; (AD 


Qn! , 2 
-= =) F ANRl — ki) © ©: Ex — Kien) 


(16) 
Clearly the function d(R) has to be evaluated at the 
point k; = k for all i. This gives from (13) and (14) 
TI (k; — ki? 
AR) = (R) ==. 
d(R) = 1( Hu =kÿ+e 
i<j 
From (10), (16), and (17), we finally obtain 
kite ky c? 
N° à = 27) (1 rl 
Le. enr 
x 2 dks — kra) 7" ky — key). (18) 


(17) 


Together with the previous result on the closure 
property, the formula (18) expresses the unitarity of 
the following transformation function introduced in 
Paper I: 
dk | (x) 

= (27) "(GOO yas) 


= i ; 
= QD Z oxp Evans +13 kea) 09 
? i<j i 
with both x and k in the domain Dy. 


APPENDIX 
1. Identity (A4) 


Consider the coefficients a(P) of the scattering 
Bethe’s wavefunction as a function of N complex 


with y = ic. We call a’(Q) the coefficient defined with 
another set {k’}, for a current permutation Q, and we 
note a(P), the result of reversing the sign of the 
constant ¢ (or y) in a(P). When the k are real, we have 
a(P) = a*(P). From the definition (A1), we have also 


a(P) = a(PT), (A2) 
where T is the permutation [yik]. 


Let us define the quantity A,y({) by the following 
double sum over permutations P and Q: 


Ay = > aP)a'(Q) 


PQ 
x Kkr — ko) + kp, — ko — ko): 
pi + + Kpn — koi nie, kon). 
(A3) 


Clearly Ay is a rational and completely symmetric 
function of the k, and separately of the k’. It will be 
expressed as the quotient of two determinants, in a 
way reminiscent of the bialternant of the theory of 
symmetric functions. We have the identity 


a( > ~) = À, (A4) 
Dp ki crt ky by 
witn 
Dee | l | (A5) 
NL ke = bike = k; + y) l 
and Cauchy’s determinant 
pe 1 | (A6) 
YO fki ky ty lw 
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The indices i and j label, respectively, the lines and the 
columns in (A5) and (A6). 

This identity was verified at the lowest order N = 2 
by noticing that the sum 


À a(P)a'(Q) = 


is divisible by (kK, + ka — ki — ky). We obtain in a 
straightforward way 
afe 7 = (: pi e — iclk, + k> ki = =) 
ky ky (kı = ka)(ki EE ky) 
1 
x + + 
(kı g ki)(ke = kə) 
$ (: ce? — ic(k, + ky = ki — =) 
Ga — kə)(ki — ka) 


x = : (A7) 
(ky = ks) (ke =| ki) 
Subtracting and adding the quantity [(k, — k2)(kj — 
k3)}-', we find a sum of two terms: 
1 
A, = > I(R)d(R) : 7, (A8) 
F2 (ki — kiaka — kpo) 
with Z(R) the sign of the permutation R and 
am- — hi Kee + 10e — ki +79) (4) 


(kı — ka)(ky — ky) 
In this form the generalization of (A8) and (A9) is 
almost obvious and leads us to 


[I (k: — kr; + ic) 


TFI 


iiz A10 
(R) TI (k: — kdk; — K) bis 
and 
1 
Ay = J I(R)d(R ji 
RG e o Skew) 
(All) 


Using Cauchy’s identity, one gets (A4). 


2. Proof of Identity (A4) 


The definition (A3) of Ay is equivalent to the 
following recurrence relation, obtained by multiplying 
the two sides of Eq. (A3) by D: (k; — ki), setting 
PN =r, QN =s, and using the definition of a(P) 
and a’(Q): 


N 
mT yoy aay ee 

=>} È Av K ) 
455 EES ae 


y y 
x 1 — ) (1+ }: A12 
a k; —k, dl ki — k; (412) 


= 


The identity (A12) has been proved for N =2 in 
(A7)-(A11) and now we proceed by induction over N. 
Assume that (A4) is true to order N — 1; then we 
have 


N ( sfr ) cofactor |Dyl,« cofactor ]D yl», s 
N- = = 
cofactor |dx|,, On 


(TI GE, — k) ITS — ki) 


i(#r) it#s) 


X -etH GB +) II 


i(#s) i(#r) 


k +y) 
(A13) 
We choose the definition 


[A] = $ (— yta, cofactor [a,,]. 


s 


Substituting in (A12) for Ay_, given by (A13), we 
reduce the equality to be proved to 


Dk — i iDyl 
= — L5- ÿ#cofactor | Dyl, (k, — k! + pee, 
y? r,s 
(A14) 
with 
N 
k; =, k, Baty A 
= terne € A15 
H k; —k,— y (aia) 
N k! àg k! 
Peine (A16) 
nak, — k, + 


Clearly the right-hand side of (A14) is the sum of 
three determinants of order N+ 1 obtained by 
adding to Dy one line and one column of index 0. 
Thus we have to prove the identity 

—y? D (k — k')Dy = p» rE 


with the definitions 


D® + yD”, (A17) 


0, D® — 
a) 

Dos Dr ei, 

D® = kel, 


(3) — 
Dos x CA 


DY = Dhs, r,s = [1, N], 
DY = k,e,, 

DË? = e,, 

DS =e 


pe 


(A18) 


Now we remark that the new line (or column) is a 
linear combination of those of Dy. By a partial 
fraction decomposition of e, and e; in the variable y, 
we have 


Se de. (A19) 
jak, — k; + 
N t 
pas i A20 
< Pan Oa 
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From their definition, (AIS) and (A16), these quan- 
tities are zero for y = 0. Thus we obtain 


Sj 
—_——__———_.,,__ (A21) 
emra eB Ep 
f: 
=>, (A2) 
ETET 
or in other terms, 
DË — y EDS = (A23) 


Thus, by combining the ne for D™ and D), the 
columns for D‘? and D), we obtain 


DY = —Dy-y (x fikse) , (A24) 
D” = —Dy-y(S fke), (A25) 
D® = —Dy- (7 Fse) 

non. (3 fei). (A26) 


Substituting for the quantities e, and e; the ex- 
pressions (A19) and (A20), we add (A24), (A25), and 
(A26) divided by Dy: 


1 (pm = D? + yD™) 
"= 9 EG — kD PES: 
ARE k S'S; 
$ P ET k-k +7 
Sifi 
2 7% = k; + 7) 
= PIS + E Si KI +r ESS. 


(A27) 


It remains to use the definitions of the residues f; 
and f; from (A15) and (A19): 


Zf = (cocficient of lin e:) = Ð (k; — ki). (A28) 
i Y Le 


In the same way, we find 


2h = È (k — ki), (A29) 
2 kfi = i Xk? — kE, (A30) 
5 kifi = 4 (k? — k) +E — Wy. (A31) 
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By using equalities (A28)-(A31), the equality (A27) 
becomes 


D} = D? + yD® = —y"Dy $ > (k = kK’), (A32) 


which is exactly the required identity (A17). This 
completes the proof of the identity (A4). 
3. Limiting Cases 
c— wo: We have for the leading term 


NND 


TL — kk — KS) 


i<j 


a(P)a’(Q) œ I(P)I(Q) 


By summing over P the right-hand side of (A3) at 
R = QP fixed, we deduce from a known identity 


1 
TI (k: — ki — k;) 


I(R) 
x Ga = km 


lim Aw 
im 
cow Nan) 


ky as ken)’ 


which is precisely the limiting form available from 
(A10) and (A11). 


c — 0: a(P)a’(Q) — 1 and we have 


+ 
An = | | (permanent). 


1 
k; — k; in 
Even in this limit we get a nontrivial identity due to 


Borchart! between this permanent and the quotient 
of two determinants 


k le 
which can be proved directly. In a following paper we 
will show a surprising connection between the 


bisymmetric A,(£) and Bethe’s wavefunction for the 
spin-3 fermion system. 


en ee 
(k; — ke? ln 


NO 
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Thermodynamics of the Heisenberg-Ising Ring for A > 1* 


M. Gaudint 
Institute for Theoretical Physics, State University of New York, Stony Brook, New York 11790 
(Received 9 April 1971) 


The thermodynamics of the Heisenberg-Ising ring is reduced to the solution of a sys- 


tem of recurrent nonlinear integral equations. 


The energy levels E of the Hamiltonian’ 
N 
H= PD Sry n+ 1x On, Sn+1,y 
PE 


+A(Sn Sn, 73), (1) 


with Sp =S,, are given by the coupled equations 
(using Bethe’s notation}? 


E- D (cose, =A), (2) 


M 
Nk a= 2tho+ D'VaBs a=[1,M], (3) 
z1 


where the pseudomomenta k,, and antisymmetric 
phases ÿ,4 are parametrized’ in terms of auxil- 
iary quantities Ya: 


cotsk,=coths¢tanzy,, A=coshb>1, (4) 
cotzy/ag = coth® tanz(p pa), (5) 
OSka S21, -T Shop ST, -1E<Pa£t. (6) 
The integer M is related to the magnetic spin 
component S,=3N-M. So far the appropriate 
sets of integers À are only known for the restrict- 


ed class of states for which the momenta are 
real numbers.‘ 


\1 p=imenl, 
2 bu-nl<p<m+n, m+n+p even, 


[nmp] = 
| 0 otherwise. 


Applying Bethe’s method,’ it can be shown in 
the limit of large N that the roots of Eq. (3) in 
the complex plane of parameters Y, are grouped 
in various strings characterized by a common 
real abscissa @ and an order n. Let us call such 
a string a complex? C,(y). We have that C,(y) is 
comprised of the set 


Pu=p+inb+16,%, (7) 

p=—(n-1), -(n-3), +++, -3,n-1, (8) 
where 6,, is an exponentially small quantity: 

in(1/6,) = O(N). (9) 


Suppose we have v, complexes of order n with 
real abscissas „i, i= (1, vale The asymptotic 
form of the system (3) can be written as a sys- 
tem of equations for the real y, ;: 


Nol @e.)= nat Tbe Onion.) 


mpg 
n=1,2,3,+++, i=1,2,¢-+,v,, (10) 
with f,(y) a continuous odd function defined by 
tan3f,(y) =-cothznd taniw, (11) 


and [nmp] the completely symmetric symbol giv- 
en by 


(12) 


By using a continuity principle in A and making a noncrossing hypothesis for the real y, ;, the study 
of the limit A — © on the wave function of Eq. (10) permits us to reach the following conclusion: For 
each order n, the quantum numbers J, , are integers (or half-integers) forming an increasing sequence 
on some lattice interval depending on n. This fact allows a fermion-like description of the set of 


bound states or complex of each order. 


Following the method devised by Yang and Yang’ for the thermodynamics of the one-dimensional bos- 
on system, we express the energy and entropy of the infinite ring as a functional of the density of com- 
plex C,(y): “particle” density p,(y) and “hole” density 6,(y). Equations (10) simply give the relations 


P,+P,=an*(, +1 +B,-1), n> 1, 
with the convention Ply) = 275(y) and the notation 


(an*p)(y) = (2) f anlo-p plode’. 
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The elliptic Jacobi function® dn(yv) has the periods 27 and 4i@. In the limit A~1 ($—0Q), it is sufficient 
to replace dn(y)dy by 


(coshgmx) '3ndx, x =p/. (14a) 
We find that the energy per site is 

E/N=E,/N +sinh f., dn(9)B,(¢)ae, (15) 
where E, is the energy of the antiferromagnetic ground state,” and the entropy per site is 

S/N= X S dolp, +P,) In(p +5,)-0, np, ~B, In}. (16) 


Minimizing the free energy 

F=E-TS, (17) 
with the constraint, 

a=S,/N=5-M/N, (18) 
we obtain the equilibrium density of the complex in the form 


r AY) 


= à (o)= AP) 
PAP) Trente (ATT PO ET exp €, (97/71 oy 


where the pseudoenergies €,(y) are given by a recurrent set of nonlinear integral equations: 


€/T =an*{In((1+exp(e,,,/T)|{1+exp(e,-,/T)])}, n>1, 


€,/T = dn*{In[1 +exp(e,/T)]}-(T 7 sinh) dn. (20) 
These equations must be completed by the following asymptotic condilion: 
lim T “e,(p)/n =A>0. (21) 


n—+ 


This likely determines the whole set of €, as functions of y, T, and À. The parameter À will be deter- 
mined by the magnetization constraint. 
Now the quantities 7,=-p,+0, are given by 


AUOT 2 (£2) 
Ya= + 27 sinhé 8T\T 


; (22) 
» 
the free energy per site is 
Es fag dn(æ) In{1 +exp(e,/T)] +0aT; (23) 


and the magnetization per site is 
o= (1/anT) "de dn(y)(a€,/aa)[1 + exp(-e,/T))". (24) 
The relation aF /3A|,=0 or 
AT =8(F/N)/80 |p = Ho (25) 


permits us to interpret AT as the magnetic field H, in presence of which the magnetization has the val- 
ue o. 

The study of the Ising limit (A — œ, A/T finite) provides a check of the calculation. The recurrence 
relation (20) can be solved in this case and leads to the correct thermodynamic functions of the Ising 
model in one dimension. In the zero-temperature limit, T =+0, the results of Griffiths* and Yang! are 
obtained. The limiting le,l can be interpreted as an elementary excitation energy above the Fermi 
level H,. In particular the minimum magnetic field H, giving a nonzero magnetization is 

lim A, =H, =2 sinhé dn(r), (26) 
o-o 
which is precisely the value of the energy gap’? between the antiferromagnetic ground state and the 
first excited state S,=1. 
In the limit T =+0 and g=+0, we obtain 


€,=H\n-H,, n>1;  -€,=(energy of spin wave S,=1)—A)\. (27) 
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Finally the limit A=1+0 can be easily written by making the substitution (14a) in all the equations; 
for instance Eq. (20) becomes 


Sf a(n) [eel ese] a» 


T 4J- cosh|37 


which is equivalent to the set of equations recently found by Takahashi!° in his solution of the same 
problem for A=1. 
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tinued interest in this work and many fruitful discussions. 
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Résumé. — On diagonalise une classe à 2 N paramètres d’hamiltoniens quadratiques dépendant 
de N spins de grandeur arbitraire. Diverses extensions et applications sont données, en particulier 
celle de l’oscillateur couplé à une collection de systèmes indépendants à deux niveaux. 


Abstract. — We diagonalize a class of quadratic hamiltonians in N spin variables, depending 
on 2 N parameters. Various extensions are given, in particular an application to the system formed 
of a single oscillator coupled to a collection of independent two-level systems. 


l. Introduction. — Les résultats exposés dans cet 
article concernant une classe générale d’hamiltoniens 
de spin ont été obtenus comme des sous-produits de la 
théorie du système de particules identiques en interac- 
tion delta 4 une dimension [1, 2, 3], théorie dont les 
détails n’ont pas toujours été publiés. Cependant les 
résultats en question sont assez intéressants pour 
mériter d’être considérés indépendamment de leur 
origine très particulière, et sont assez simples pour être 
prouvés directement, fournissant encore une illustra- 
tion de la technique de Bethe-Yang. On obtient ainsi 
la diagonalisation d’une certaine classe d’hamiltoniens 
quadratiques dans les variables de spin, pouvant être 
associés à divers modèles de systèmes quantiques en 
interaction. Par exemple l’hamiltonien 


Hy = OV, S.S, 


qui décrit linteraction magnétique d’un spin dis- 
tingué S avec une collection de spin S, en nombre 
quelconque, l'intensité des couplages V, (moments 
magnétiques) étant arbitraire. On diagonalise de méme 
Phamiltonien 


Ñ = } (aS, +a* S7 +e, 87) +wa* a 


qui décrit l’interaction d’un oscillateur (mode d’un 
champ de photons ou de phonons par exemple) avec 
une assemblée de systèmes à deux niveaux, dont les 
intervalles d'énergie sont arbitraires, soit qu'ils se 
trouvent dispersés autour d’une valeur centrale (effet 
Doppler ou largeur naturelle), soit qu'ils puissent 
représenter quelque chose comme une structure 
hyperfine. 

Dans les deux cas ci-dessus, le problème du calcul 
des valeurs propres est ramené à la résolution d’équa- 
tions algébriques couplées dont le nombre n’excède 
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pas la moitié des systèmes de spin indépendants, 
c’est-à-dire qu’on est ramené à un problème d’élimi- 
nation de dimension raisonnable. La forme explicite 
des états propres et leur normalisation sont aussi 
connues, de même que la probabilité d'occupation 
des niveaux. 


2. Permutations : une sous-algèbre commutative. — 
Soit ny l’ensemble des permutations des entiers 
1,2,.., N. On notera les permutations sous forme 
cyclique; en particulier on désignera une transposi- 
tion courante par (j/), j # / = 1,2,..., N. Formons 
les N quantités de l’algèbre de my ainsi définies 


B=) (2.1) 


ou les nombres €,, &,...,&y sont des paramètres 
donnés, distincts en position générale. La somme 
définissant =, ne contient pas de terme correspondant 
àl = j. On a évidemment l'identité 


(2.2) 
j= 
et seulement N — 1 quantités Z sont linéairement 
indépendantes, puisque, par hypothése, la dimension 
de l’algèbre zy est N !. 
Nous avons le théoréme suivant 


THÉORÈME A. — Les quantités =; commutent entre 
elles : 

[E,21=0 Wik. (2.3) 

Preuve. — Il suffit de vérifier que les termes a priori 

non nuls se compensent dans l'expression développée 


du commutateur : 
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4 UD (i) — W) GD 


q Uk) (kl) — (kl) Ck) 


LF i,k (G — à) (& — &) (£; — E) (E&x — a) (e; — &) (& — &) 
. : 1 
= PA (OO) 2 (E; — &) (& — Ex) 
& 0. 


Dans une étude sur la méthode de Bethe et ses 
généralisations [4], les opérateurs = avaient été obtenus 
comme des formes limites d’une famille de matrices de 
transfert commutantes associées à un modèle à 
six vertex inhomogène. Cette famille commutante 
avait été introduite par Yang [l] pour résoudre le 
problème des fermions en interaction delta. Puis 
Sutherland [3] a étendu la méthode à tous les types de 
symétrie. Appliquée à nos opérateurs 2, cette méthode 
fournit une base orthogonale remarquable, dépendant 
de N paramètres arbitraires, pour la décomposition 
de la représentation régulière de zy. 

Nous nous limiterons dans cet article aux résultats 
et aux preuves pour la représentation de my associée 
au tableau d’Young à deux lignes, représentation bien 
connue dont on a une réalisation commode à l’aide 
de N opérateurs de spin o; (9;.6; = 3) : 


U) = 30 + 0.0). (2.4) 


Nous considérerons les opérateurs commutants H; : 
N 
6.0, 
121 8j 7 & 


H, 


J 


j=1,2. N (2.5) 


qui diffèrent des Z; par des constantes additives et par 
un facteur 2 sans importance. 


3. Généralisation anisotrope. —- On peut généraliser 
le théorème A en définissant des opérateurs analogues 
aux H, mais dont l'interaction spin-spin est anisotrope 


N 3 
ry — ,2 a La 
H=} } wiojoi. 
l=1 a=1 


Ces opérateurs À là encore, peuvent être considérés 
comme des formes dérivées des matrices de transfert 
inhomogènes introduites par Baxter [5] pour la réso- 
lution du modèle à huit vertex, et les résultats de cette 
section pourraient être déduits de ceux qu’il a donnés ; 
mais il est plus simple de faire le calcul direct. Quelles 
sont les conditions sur les coefficients wẹ pour avoir 
les commutations [H,, H,] = 0 ? On trouve facilement 
les relations nécessaires et suffisantes : 


(3.1) 


wi Wi + wh Wik — Wik wh = 0 (3.2) 

Sh eh gO wen E =. : 3 
wyj © Wat wọ = es(u; — u;) : ds(ù; — u;) : ns(u; — u;) 
$; C; d; 
s? 


pour tous les triplets i, j, k d'indices distincts et les 
six permutations a, f, y des indices supérieurs z, x, y, 
ou (1, 2, 3); 


(= 1 x 2 


Nous avons résolu le systéme algébrique (3.2) en 
faisant l'hypothèse d’antisymetrie 
-wi (3.3) 


wi = 
qui permet de l'écrire sous la forme 
1 


3 2 1 3 2-1: 
Wij Wik + Wik Wki + Wii Wij =0. 


(3.4) 


Posons 
4 O,4 1(u;;) 


wa = 


Fc RE TO RAC x = 1,2,3 
i O,. (0) O;(u;;) 


3.5) 
où ©, est une fonction impaire, où @,, O53, O, sont 
des fonctions paires encore inconnues d’arguments 
indéterminés u;;= —u;;. Les relations (3.4) s’écrivent : 
O ,(u;) Où) O (x) 9300) + 

$ O (u;;) Ou x) O (uxi) O,(0) 

+ O3(u;;) O (uj) Ou) @,(0) = 0. (3.6) 


Sous cette forme on peut constater l'analogie 
de (3.6) avec les relations quartiques de Riemann 
entre les 4 fonctions ©, de Jacobi (Whittaker et 
Watson p. 468) [6] pourvu que l’on ait 


Uj buy, tu = 0, Vij, k. 3.7) 
Il suffira done de choisir 
uij = Ui — Uj (3.8) 


Les quantités u4, uz, ..., uy sont des paramètres 

indépendants analogues aux e du cas isotrope. La 

définition exacte de ©, qui dépend d’un paramètre q 

est la suivante (dans les notations traditionnelles) [6] 
nU 


@,(u) = af.) » q = EXP (- +) (3.9) 


On déduit simplement de (3.5) la paramétrisation 
algébrique suivante des quantités wi, : 


: Sdc; +s;d;c; Gidi sj +c;d;s, 
pi 2 2 7 2 2 
i j Spo sj 


i 


(3.10) 
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ou Pon a posé 
s, = sh(u;; k), c = entu,;k), d; = dn(u; ; k) 
avec les relations 
c + =1, d? +k’ s = 1. (3.11) 


Le cas isotrope où les w% sont indépendants de « 
s'obtient en posant u; = eju et en prenant la limite 
u — 0: 


— 
+ 


i ra 
lim uni; 


lim uO (0) À, 


Un cas particulièrement intéressant est celui où la 
composante magnétique du spin total 


Ss? (3.14) 


commute avec la 


le cas où l’on a 


suite d'opérateurs À, c'est-à-dire 


2 
Wi; 


wi £ w) (w! <> w7) (3.15) 
ce qui correspond à la limite g = 0, où les fonctions ©, 
dégénèrent en fonctions circulaires. (A la limite q = 1, 
on a aussi w = w°). On posera dans ce cas pour 


alléger la notation 


wy = lim 2q"# wi? = 1/sin (u; — u;) 

us 3.16) 
H= lim 2q"* wi, = cotg (u; — u;) 

AR 


Avec ces expressions on vérifie directement la rela- 


tion (3.4) qui s’écrit : 


Vij Wie H Wik Vki H Wii Wij = 0. (3.17) 
isin ja) = À 
mea ty M Perm sin (wp, z u;) 
+ + 
1 
sin (@, — Uj.) |m 


où | F > désigne l’état ferromagnétique de spin maxi- 
mum N/2, et où les quantités w, sont déterminées par 
le système d’équations (algébriques en e“”*) 


N 
Ÿ cotg (w, — u) — 
t=1 


2 ae cotg (a, — œp) = 0, a =[1,M]. (4.3) 
= 


=1 


Nous définissons ainsi la suite d’opérateurs 


ne ee eee 
7 £ sin (uj — u) 


x (aj of + o} o} + cos (u; — u) 65 of) (3.18) 


qui constitue une généralisation des H, et qui vérifie 
le théorème 


THEOREME B 


(A, AJ = [Â, S] =0 Wek. (3.19) 

Pour terminer cette section signalons que lon 
peut s'affranchir de l'hypothèse d’antisymétrie (3.3) 
dans le cas W? = W? : on montre facilement que la 


solution (3.16) est équivalente à la plus générale. 


4. Diagonalisation de la suite H,. — Bien qu'il soit 
possible de diagonaliser les opérateurs anisotropes à 
trois constantes définis en (3.1) en transposant la 
méthode de Baxter (Voir réf. [4], Chap. 11), nous nous 
limiterons au cas anisotrope intermédiaire de la 
suite H ; commutant avec $7, telle qu’elle est définie 
en (3.18). 

THÉORÈME C. — Les états propres |W > des 
opérateurs À; appartenant à la composante de spin 
total S7 = N/2 — M, admettent le développement 


PRE D x 


LE ji <<... < ju SN 
x elija- jm) S} SE. Sj, F> (4.1) 


avec l'expression du coefficient c( j) comme perma- 
nent d'ordre M 


1 1 


sin (Wp, — U;,) Sin (Opu — Uju) 


(4.2) 


La valeur propre associée de A, est donnée par 
r i , 
expression 


N 


Á; = Ý” cotg (u; — um) — 2 
1 


t= 


M 
2 cotg (u; — w,). 


a=1 


(4.4) 


Compte tenu des remarques (3.12) et (3.13), ona le 
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COROLLAIRE. — Les valeurs propres des opéra- Preuve. — Il est commode de considérer l’hamil- 
teurs H, (formule (2.5)) sont données par les expres-  tonien suivant 
sions N 
H= ¥ 2 wS So +S” Sf) + uoi (4.7) 
N 1 M 1 I=1 
h; = > PRE 25 EE (4.5) où Yon a distingué un spin particulier (sans indice) 
1=1 9j i a=1% a 


dans une collection de N + 1 spins. L’hamiltonien H 
joue donc le rôle d’un quelconque des H, sur lequel 


où les quantités E, sont solution du système algé- 
on retombe en remplaçant w, par wj, et ù par vj, 


brique puis N par N — I. 
N 1 M 1 On a la relation, issue de (3.16) 
DT ET ns wi —t = 1 1</<N. (4.8) 
(4.6) Développant un vecteur propre |W,, > d'énergie E 
sur la base des états individuels de spin, nous avons 
LED = y ji Ja Ju) Si, Sp SRIF > + È Ci ja jun) Sh Sh -Sp S7 IF? 
disiz<o <j jh<ii< 


M 


(4.9) 


où les indices j, courent de 1 à N et ne couvrent pas le spin distingué. Les amplitudes c{ j) et e(j) sont complète- 
ment symétriques dans les indices et sont seulement définies pour des indices distincts. On étendra plus loin leur 
définition au cas d’indices coïncidants. 

L’équation aux valeurs propres 


H| Yu) = El by > (4.10) 


nous donne les relations linéaires entre les amplitudes 


GE —0 +v, +o, to +e) js js iu) = 
= w; ej- ju) + wp CCA ds Ju) + + Wwa CU jui). (4.11) 


(SE +v— Uj, ~ U7 0 Vine) (ja 2 + jm 1) = D wj ce(jijz-- jm-1J) (4.12) 


FFG Fa... 


où l’on a posé 


2v= Vn. (4.13) 


Nous chercherons valeur propre et amplitudes sous la forme 
3E =v +E, +E, + + Ey (4.14) 


Wii j2 r M (4.15) 


ji J2 + jm) = D E, +v, Es +v, E + Vi 


Perm 


où P désigne une permutation courante de la suite 1, 2, ..., M (x = Pl, 8 = P2,...). La relation (4.11) sera 
satisfaite si nous choisissons amplitude e( j) de la forme 


M 
elja 3 --- Ju) = y eÁ Jo Js ju) (4.16) 
avec 
w; w, 
EU j2 … j = 2... M, 4.17 
RARS 2, Et 8 Es + vis ee 
Dans e, la somme porte sur les permutations d’ordre M — 1 où l’entier « a été enlevé de la suite 1, 2, ..., M; 


E, ne figure pas au second membre de (4.17). 
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Reste a satisfaire la relation (4.12) que nous écrivons sous la forme 


GE +v— vj, — 03 — — 0, 4) À ji fa... Ji) + we CU fa + Juifs) + 
N 
+ wi, Ch J2 + ji fa) to = D w? X jijz---jm-1J) (4.18) 
j=l 


aprés avoir posé 


Chi jo iu) = Mie Wa Cr Je jm) 


(4.19) 
e(j; Jus) = Wie Wima À ji- jm-1) 
A l’aide des définitions (4.15) et (4.16), le second membre de (4. 18) s'écrit 
N M o 
> w &X jija- ju-1 J) = D Fa Cd di Ja --- m1) (4.20) 
j=l a=1 
avec 
5 5 (4.21) 
n= =—_ . 
im E, + ej 
Examinons le premier membre de (4.18). A laide de (4.8) nous écrivons 
I 1 1 v +1 
w? Ahi- juaj) = n R ji (4.22 
Ji 1J2 +e Jui > E tr, Ey + vj, E, + vy, Es + vy, ) 
or, nous avons 
2 +1 E? +1 ER +1 
“iy z 5 (4.23) 


Sol + + 
(E, + v) (E; + Da) (E, + Di) (E; — E,) (E; + Da) (E, — E 


et, par conséquent, nous obtenons la décomposition 


wi CA jz- j) + WS, Cidade) To = 


] I 1 1 ] 
= tee + . } 
D E; +v, E; + Cu à E, + tj E, +o, Es + Las à 
pep oe H E ni) (4.24) 
E,+ ty, Egt tj, E,+v,, 2 a=1 a Ur Jar JM ei i 


avec la définition 


E? +1 E2 +1 EX +1 
zà 2 He N 4.2 
Sa (E TEE * E, — E, (4.25) 


Au second membre de (4.24), les diverses sommes sur les zy, peuvent être regroupées après réduction au 
même dénominateur pour donner 


N 
D (E, E, +o + Ey tu, to ty, — E) 8 ji Jz. Iu 1) 


a=1 


de sorte que la relation (4.18) s’écrive 


M 1 M M 
D (Ge tot D £.) — E, +. êi- jm-1) = D Fa Oddy «Iu —1) - (4.26) 
A=i a=1 


Il suffira donc d’exiger les relations suivantes 


E-E, +s,-r,=0, «=1,2,...,M (4.27) 
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pour que nos équations (4.26) soient identiquement satisfaites. A l’aide des définitions (4.21) et (4.25) les 
relations (4.27) s’écrivent 


ME? +1 Xo +1 


E-E, +2 Y : =0 (4.28) 
di Ex — Ep 2 E, +v; 
ou encore 
(N —2M +3) E, 425" : ÿ l (4.29) 
. E? +1 pi E,- Ep EE t+o j 
Telles sont les équations couplées pour les quantités E, qui déterminent la valeur de l'énergie E 
N 
E= YE, +E, + +Ey) + ¥ », (4.30) 
Es 


et les amplitudes (4.15) de l’état propre associé. 

Pour achever la preuve du théorème C relatif aux opérateurs À il faut remplacer dans l'expression (4.30) 
la quantité v, par v,, afin de passer de Hà À, puis substituer N — 1 à N ; il faut enfin vérifier que le vecteur propre 
donné par (4.9) et la solution du système (4.28) est bien vecteur propre de tous les opérateurs H,; il suffira pour 
cela de montrer que le développement (4.9) est en fait symétrique dans tous les indices de spin y compris le spin 
distingué. 

Effectuons donc le remplacement 


vı > vy = cotg (uj — u) 
et posons 
E, = cotg (w, — u;) (4.31) 


où les œw, dépendent a priori de l'indice distingué j. 
Remarquons déjà que la formule (4.30) coincide avec l'expression annoncée (4.4). D’autre part les équa- 
tions couplées (4.29) s'écrivent 


0. (4.32) 


M sin(w,—u;)  N sin(u, — u) 
N-2M +2 SUN EIL ES TET 
( ) cos (w, — uj) +2 2 sin (y — Oa) Sin (Op — 4) 


Pour montrer que la dépendance dans l'indice distingué j n’est qu’apparente, il suffit de substituer dans (4.32) 


sin (wg — uj) _ dine 
sin (@ = @,) — cos (W, — uj) + sin (œ, — u,) cotg (wg — w,) 
et l’on obtient finalement 

N M 

> cotg(w, — u) — 2 Ÿ cotg(w, — wz) = 0 (4.33) 

1=1 p= 


1 


qui est précisément la formule (4.3) annoncée. Les quantités w, sont donc les mêmes pour tous les h je 
Enfin nous avons les amplitudes 


+ + + 


wi 1 ARE 
cd, h De | =—— = | -—— sin — u,). 4.34 
M4 w E, + vrf ias sin (© — u) mu ease) i : 
D’après (4.17) nous avons aussi 
w 
el. lu) = | = AFa 
bobos El, 079 
+ 

l i 

a Lae” Ai  ) Ni 
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Posant 


nous obtenons 


c(l, Le lag) = v; 


AU Ly 1) 2 


et, par conséquent 


CURE Is) 
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M 
v, = [] sin (@; — u) (4.36) 
A=1 
l | 
sin (@, — u) | m 
+ 
v; 1 1 
sin (w, — u;) | sin (@, — u) |: SE 
+ + 
3 : 4.37) 
À la = Y | Sin (@, — %,) |m Ga 


Le facteur v, est en tête de toutes les amplitudes : les facteurs restants admettent une définition commune 
conforme à l'expression annoncée en (4.2). Les états | W,, > ainsi construits sont donc bien des états propres 
de la suite commutante À, La preuve du théorème C serait complète si le comptage des états distincts pouvait 


être effectué. C’est l’objet de la section suivante. 


5. Questions de dénombrement et de normalisation. 
— Sans que les preuves soient toujours données, cette 
section rassemble un certain nombre de remarques et 
de résultats sur le comptage, la classification et la 
normalisation des états précédemment construits. 

Nous nous limitons d’abord au cas isotrope des 
opérateurs H, cas un peu singulier à cause de la 
dégénérescence de spin : le vecteur spin total S = S; 


J 
commute en effet avec les H;. Dans le cas plus général 
des H ; la dégénérescence sera levée. Nous avons le 


THEOREME D. — Les états |W, > définis par les 
solutions du système (4.6) où les Æ, sont finis, appar- 
tiennent au spin total 


„N 
S=S=5-M. 


Le nombre de solutions distinctes du systéme (4.6) 
est en général égal à 
=CM—CM-12(N-2 M41) — A 
UT ee E M\N-M+1)!° 

La preuve, qui fait appel à des résultats classiques 
de la théorie de l’élimination, est entièrement donnée 
dans la thèse citée en référence [2] où avait été obtenu 
le même système d'équations pour la construction des 
états limites d’un système de fermion de spin 1/2 en 
interaction delta. On ignorait alors que ces états 
limites (il s’agit de la limite où l’interaction tend vers 
zéro) pouvaient servir à construire les vecteurs propres 
des opérateurs H, après une simple transformation 
de conjugaison due à Yang [1]. 

Le nombre g,, est exactement le nombre d’états de 
spin total S = 4 N — M obtenus par composition 
de N spin 1/2. Dans le cas anisotrope intermédiaire 


des opérateurs À; où la dégénérescence de spin est 
levée, le système d’équations (4.3) peut être écrit de 
la façon suivante, après avoir posé 
Bec > «mers (5.1) 
N-2M +2 XY, 1 < 1 
——_— + Y + -2 } ->— = 0 
k Din a LGT 
(5.2) 


de structure très analogue à (4.3). Par des méthodes 
semblables à celles qui ont été utilisées en référence [2], 
on montrerait que le nombre de solutions distinctes 
de (5.2) est en général Cy" : en général, c’est-à-dire en 
position générale des paramètres u (ou z,). Dans le cas 
de confluence de deux quantités u au premier membre 
de (4.3), on montre aisément à l’aide d’une analogie 
électrostatique due à Stieljes et qui sera décrite plus 
loin, qu’il existe des solutions de (4.3) où l’un des œ 
reste compris entre les deux valeurs confluentes des u 
et possède donc la même valeur limite. Le système à 
résoudre pour les œ restants correspond aux nouvelles 
valeurs N’ = N — 2 et M' = M — 1, mais l'ampli- 
tude associée donne un état | fy > où deux spins sont 
couplés à zéro, ces deux spins ne jouant plus aucun 
rôle dans le spectre. 

Les systèmes d’équations (4.29) ou (5.2) admettent 
une interprétation électrostatique à deux dimensions 
qui peut être utile pour visualiser la configuration des 
racines et classer intuitivement certaines familles de 
solutions. Prenons par exemple l’opérateur (4.7) qui 
peut donner lieu à deux types d’hamiltonien her- 
mitique 
N 
Z wo of + 0° oi) + D, 07 oF (5.3) 


t=1 


H, = 
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w, et v, étant réels, mais vérifiant 


w- =l. (5.4) 
Pour passer du cas + au cas —, il suffit dans les for- 
mules d'effectuer la transformation 


w > iw, u> in, @,710,, E>iE. 
Dans les deux cas l’énergie est donnée par l’expres- 
sion (4.30) et les équations couplées s'écrivent, dans 


le premier cas 


I% à sat] 
a = 5.5 
Dre nee ie 
et dans le second cas 
N-2M+3( 1 l 
H: =A 
= 4 zrat) 
1 1 i 
“Arm ee (2:6) 


On a donc le problème d’équilibre (stable ou instable) 
suivant : 

M charges mobiles + 1, d’affixes E, dans le plan, 
sont en présence de charges fixes de deux types : pre- 
mier type, des charges — 4 situées aux points d’abscisse 
réelle — v, (l = 1,2...); second type, deux charges 
positives {N — 2 M + 3), aux points d’affixes + 1 
ou + i. 

Supposons qu’on ait un hamiltonien antiferro- 
magnétique caractérisé par v, > 0, Panalogie élec- 
trostatique permet de montrer l’existence d’une classe 
de solutions réelles pour tous les E, voir figure 1 


Fic. 1. —(M = 3, N = 6). 


Cependant cette classe réelle n’est pas la plus 
nombreuse (il n’existe qu’une seule telle solution 
pour M = N/2) et en général certains des F, sont 
complexes (conjugués par paires). Prenons par exemple 
le système (4.6) relatif à l’hamiltonien isotrope et 
supposons que les & se répartissent en deux paquets, 
les uns sont confondus en &,, les autres en ¢,. On verra 
dans la section suivante que ce cas correspond tout 
simplement 4 coupler les spins 1/2 de chaque paquet 


TRAVAUX DE M. GAUDIN 


pour former deux grands spins S,. et S,, de grandeur 
respective s; et s,. Pour l’état de spin total 
S=s, +5; - M, 


nos équations deviennent : 


RE E Saige) 
X-box th fi Xp — Xe 
avec 
Re Sa esl (5.8) 


E1 — & 
c’est-à-dire que par un changement d’échelle on place 
le premier paquet en + 1 et le second en — 1. D’après 
Szégö [7] (Orthogonal Polynomials, p. 144) les 
x, (« = 1, M) constituent les racines du polynôme de 
Jacobi 

Py +1),-(2s2+ Xx) 


qu’on peut encore définir par la formule de Rodrigues 
dans le cas singulier où les indices supérieurs sont des 
entiers négatifs. On ne s'étonnera pas en conséquence 
que des zéros puissent être complexes. Un résultat de 
Hilbert donne le nombre exact de zéros réels de ce 
polynôme (Szégo, Réf. [7], p. 145, Théorème 6.72). 
Supposant s, > 5s, il faut distinguer deux cas : 

a) M < 25, : au plus un seul zéro réel. 

b) M > 25, : un zéro multiple d'ordre 25, +1 
en — l; les autres zéros sont complexes, conjugués 
par paires. 


D’après une remarque antérieure, ce cas b) est à 
exclure, puisque nous avons là un cas de confluence 
des zéros Æ, avec les «, ce qui entraîne que les 2 s, 
spins 1/2 ne seraient pas couplés au spin maximum. 
On a donc l'inégalité attendue S > s, — s,, lorsqu’on 
se limite aux solutions de (5.7) ayant toutes leurs 
racines distinctes. 

Enfin, toujours dans le cas isotrope, une derniére 
remarque sur le système suivant 

N ro 


DIE 


i=l 


M 1 
f 0 
À Ep — E, 


(5.9) 


qui n’est autre que le système (4.6) étendu au cas de 
confluence des ¢ par paquets de 25s,, 2s, etc... 
comme on le verra dans la section 6. 

On sait que, lorsque les nombres 2 s; sont tous égaux 
à — 4 (ce qui n’est pas notre problème où les s; 
sont essentiellement positifs), l’analogie électrique de 
Stieljes permet de classer très simplement toutes les 
solutions : celles-ci sont toutes réelles et leurs zéros se 
distribuent arbitrairement entre les &. Le polynôme 
PAtà) qui admet les Æ, pour zéros est solution de 
l'équation différentielle de Lamé qui s'écrit, sous 
sa forme algébrique 


Pt) ya 5 aL Pul) + 
M 2 Ieg ™ 


i=1 


+ ( D =) PU) =0 (5.10) 


i=1 i 
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où les paramètres a, sont à déterminer pour que la 
solution P,,(4) soit précisément un polynôme. Ce 
problème est très directement lié à celui de la sépara- 
tion de Péquation de Laplace à N dimensions en 
coordonnées ellipsoïdales, les surfaces coordonnées 
étant les quadriques homofocales Q; 


j=0,N]. (5.10 


Or la méthode de séparation peut être étendue aux 
opérateurs différentiels du type 


(5.12) 


N 
yA,» 
i=1 


avec 


4, =>- (5.13) 


opérateurs qui peuvent être considérés comme des 
Laplaciens après séparation de certains jeux de 
variables angulaires de type sphérique. Cependant 
les valeurs des v; peuvent être quelconques, c’est-à-dire 
que les laplaciens intermédiaires A, ne sont pas 
nécessairement les parties radiales de laplaciens de 
dimension entière. Si maintenant l’on effectue la 
séparation de l'équation Ÿ 4,, = 0 en coordonnées 
I 

ellipsoidales, on trouve exactement (5.9), avec 
v, =2s; +1, pour les racines des polynômes P(A) 
qui constituent les facteurs des harmoniques ellip- 
soïdales associées à (5.12). On notera que les valeurs 
v; = 0, 4, correspondant à la disparition du potentiel 
centrifuge, définissent précisément le cas exceptionnel 
de Lamé (s; = — À, — À) où les racines des P,(A) 
sont toutes réelles. 

En conclusion, il est intéressant de constater que le 
probléme de déterminer le spectre de nos opérateurs 
de spin est identique à celui de la construction des 
harmoniques ellipsoïdales d’un certain laplacien radial 
généralisé. 

Passons au problème de la normalisation des états. 
Le lecteur aura pu faire le rapprochement entre la 
structure des amplitudes (4.2) définissant les états 
propres simultanés de nos opérateurs H, et celle des 
amplitudes obtenues par Richardson pour les états 
propres de l’hamiltonien d’appariement [8] 


Happ, = Des GY S S . (5.14) 
l ik 


Les équations couplées (4.6) concernant le cas 
isotrope de notre problème sont analogues à celles de 
Richardson pour l'énergie 


Espe. = 2; E;, 
à ceci près que le second membre des éqs. (4.6) est 


égal à G71, au lieu d’étre nul dans notre cas. Nous 
n’avons pas réussi à construire Happ. comme limite 
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d’une superposition de À j; malgré les analogies, les 
deux problémes apparaissent comme distincts. 

La méthode de Richardson [9] pour le calcul de la 
norme de |W, > pourrait être transposée au cas 
général qui est le nôtre et donnerait probablement le 
résultat suivant 


CONJECTURE 
(vulva > = (jija + jm) 
1£<ji<ji< te <jm SN 
Ô 
= dét | 7: (5.15) 
dwg M 


où les 7, désignent les premiers membres de (4. 3) : 


Na = > cotg (u, — w,) — 2 y cotg (Wg — &,). 
i B 
(5. 16) 


6. Extension au spin quelconque. — La généra- 
lisation des résultats précédents aux hamiltoniens 
quadratiques dont les spins constituants ont une gran- 
deur quelconque, est presque immédiate. 

Sur les N opérateurs À ; considérés en (3.18), nous 
en choisissons P, définis par exemple par les indices 
1 <j < P. Du fait de l’antisymétrie des coefficients, 
nous avons 


Ko =A, +f, + +Ap= 


=> } wao- + 0, 507, (6.1) 
iSPI>P 
où l’on a écrit 67.07 pour o* o* + o o. 
La valeur propre associée de Jy est donc 
ho =hy +Å, + thy, (6.2) 


c’est-à-dire, d’après (4.4) 


ho = Ÿ Ÿ cotg(u; — w) — 2 


jSPI>P isp 


> cotg (uj—@,) . 
(6.3) 


Nous pouvons alors faire confluer les quantités 


Uy, Ua, ..., Up, Vers une même valeur uy. Nous obtenons : 
Ko = E Awo Sh.of + vo, Sé of) (6.4) 
1>P+1 
avec 
So = H0, +o, + + + 6) (6.5) 
et 


Wo, = l/sin (uo — t), 


D’aprés une remarque de la section 5, le couplage 
des P spins 1/2 donnera le spin maximum sọ = 4 P, 
si nous sélectionnons les solutions du systéme (4.3) 
de sorte que les w, ne confluent avec aucune des 
valeurs uy ou u; puisque la confluence d’un w avec 
deux u qui Pencadrent entraîne le couplage à zéro des 
deux spins 1/2 associés. 
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Continuant a coupler les autres spins (d’indice 
supérieur a P) par paquets de taille 25, + 1,25, + 1, 
etc..., nous avons le théoréme 


THEOREME E. — Les opérateurs 


à xX 
K; = Y (wy SPS? + va S787) (6.6) 
i=l 


dépendant des .N paramètres distincts u,, uz, ..., Uy; 
où l’on a posé 


wj = l/sin (u; — u), vj = cotg (u; — u), 


et où les S; sont des opérateurs de spin s, 


S? = s(s; +1), (6.7) 


commutent entre eux. 
Leurs valeurs propres sont données par les expres- 
sions 


x M 
h; = sf È sı cotg (u; — u) — 2 cotg (u; — 2} 
f= a= 
(6.8) 
pour les états dont la déviation de spin est M, c’est-a- 


dire tels que la composante magnétique du spin total 
soit 


N 
S=} s-M. (6.9) 
j=i 


Les équations couplées qui déterminent les M 
quantités œ, sont 


N M, 
s;cotg (uj; — @,) — Ÿ cotg (og — @) = 0. 
=1 1 


- (6.10) 


J 


On écrirait facilement la forme particulière de ce 
résultat dans le cas isotrope. Nous limitant d’ailleurs 
à ce dernier cas, rassemblons, pour finir ce paragraphe, 
quelques opérateurs que les méthodes précédentes 
diagonalisent : 


N 
Ho = D v; So-S; (6.11) 
j= 
i N 2 
§? = e vj s) (6.12) 
j=1 
1 
T = ——-§8,.8 6.13 
\ i<jeisy & + & DES ( ) 


les paramètres v ; et €; étant arbitraires, ainsi que la 
grandeur des spins s.. 

Plus généralement on diagonalise de la même façon 
tout hamiltonien de Heisenberg de la forme 


1 = 
ybu m = Xss 6.14) 
J 


iat bj — & 


où les quantités n; et e; sont arbitraires. 
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Donnons les expressions des valeurs propres : 


a) De H, pour le spin total S = S$? : 


N M 
H=s5 ¥s,1,- ¥ Q, (6.15) 
jal a=1 
avec les équations 
S?+1 de. de ot, 
H , (6.16) 
Q, À vj—-Q, È, Q,—Q, 


S7 =s +s; -M 2x=([I,M]. 
j 


b) De 8?, pour le spin total S = S7 : 


2 2 
S= Ss, 02 + (Es, s) +25 i (6.17) 
j j ja D — 2; 


x J 
où les équations couplées sont formellement iden- 
tiques à (6.16). 


c) De T, où il suffi de faire la transformation 
EE, Nj > £j, (6.18) 


dans les équations du théorème E (a la limite isotrope). 
Signalons encore qu’en choisissant 7, = sin 2 uj, 
on a l’hamiltonien 


127, À, = J 4cos (u; +) S; Sp + 
i j#l 
+ S7} cos 2 u; S} , 
J 


qui n’est pas sans rapport avec Phamiltonien d’appa- 
riement, puisque S? est une constante du mouvement. 


7. Oscillateur couplé à des systèmes indépendants. — 
Considérons l’hamiltonien anisotrope analogue à 
(4.7), mais où les spins ont des valeurs arbitraires 
selon la théorie de la section 6. Le spin distingué est de 
grandeur So, les autres s.. Nous avons donc 


N 
Ro = X (w, SJ ST + v, SZ S7) (7.1) 


t= 


a 


avec 
we — op = 1. (7.2) 
Compte tenu des résultats du théoréme E, nous 
écrivons les valeurs propres À, sous la forme analogue 
à (4.30) 


= N M 
hy = so( 3 su + ¥ z.) (1.3) 
1=1 a=1 
où les E, sont solutions du système algébrique : 
NS M, I E, 
7 — —— -(S? +1 — =(). 
Stk LEE, ( EF 
(7.4) 
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La correspondance avec les notations du théoréme E 
s'établit en remarquant que l’on a 


v, = cotg (uo — u), E, = cotg(@, — uo), (7.5) 
et 
S?=5 +)s,-M. (7.6) 


Nous allons examiner une forme limite de Phamil- 
tonien (7.1) lorsque, les produits v, 5 restant finis, 
la grandeur du spin Sọ augmente indéfiniment et 
l'algèbre du spin S, se contracte en celle de l’oscillateur 
harmonique. 

Choisissons pour S, la représentation standard 
construite à l’aide de deux opérateurs de boson : a et b 


So = ab*, So =a’ b, 


Si = {bt b-at a), sy = {bt b+a* a). | (2) 


Notre hamiltonien (7.1) s’écrit 
‘a We + pot + o- z + 
Lo = > 3 @ bS,* +ab*t S) +v, S'(s,—a* a). 
t=1 
(7.8) 


Nous considérons une limite faible de la matrice 
d'énergie, dans les conditions 


limw,=1, limu/25 = -&. (7.9) 


Nous posons 


À = lim (s,/2) ¥? se (7.10) 


où JÈY est la matrice Hp tronquée de sorte que les 
éléments de matrice de a et a* soient actuellement 
finis. Dans ces conditions nous avons les limites 


1 


lim ——~ at b =at, lim——abt =a (7.11) 
Jf 2 So 25 
et, par conséquent 
N 
H= X}, (a° St +aSp — & SF). (7.12) 


(Il serait loisible d'effectuer ici la transformation 
canonique St — S;, SF — Sj, de façon à pré- 
senter À sous une forme plus traditionnelle.) 

Pour la suite supposons que l’on ait s, = 3, ce qui 
n’est pas une restriction, puisque les valeurs des £; 
peuvent venir se confondre. 

L'opérateur a* a — È (S7 — } commute visible- 

L 


ment avec l’hamiltonien A. De légalité (7.6), on 
déduit 
a*a- (SṢ-} =M: (7.13) 
l 


Le nombre entier M est donc positif ou nul. 
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Les valeurs propres de À sont données par l’expres- 
sion 


1 À Ms 
Ress pere (7.14) 
2 l=1 a=1 
où les £, sont solutions du système algébrique 
N 1 M, 1 dy, 
= 29 ———-=0. (7.15) 
À E, —E; À, E, — Eg 
Les états propres limites ont la forme 
M f 1 N So 
>= À (at +- $ -= JPS (7.16) 
a= 2 j=1 Ez e ë; 


| F> désigne l’état M = 0, où l'oscillateur est au 
fondamental et la projection du spin maximum : 
S? = N/2. 

Manifestement l’hamiltonien À représente un oscil- 
lateur couplé à un ensemble de systèmes indépen- 
dants à deux niveaux. On peut imaginer par exemple 
un mode électromagnétique couplé à un ensemble 
d’atomes dont les énergies de résonance sont distri- 
buées autour d’une valeur centrale, par effet Doppler 
ou du fait de la largeur naturelle. Puisque dans À 
la grandeur des spins est arbitraire, on peut représenter 
aussi un système d’atomes plongés dans un champ 
magnétique inhomogène, etc... Bien sûr, cet hamil- 
tonien est distinct de celui qui décrit le couplage d’un 
atome unique aux divers modes du champ de photons, 
et il n’en a pas l'intérêt. Dans l’approximation du 
champ tournant [10] (C.T.), ce dernier s’écrit sché- 
matiquement 


Her. = } (af S7 t+a,S* +, ai a). (7.17) 
t 


Son spectre n’est pas connu, sauf quand il y a seulement 
un ou deux photons en présence au maximum. 

Evidemment À et Ho sont équivalents lorsque 
les énergies d’excitation & sont toutes identiques. 
Résoudre en ce cas le système d'équations (7.15) 
équivaut à trouver une solution polynomiale de 
Péquation différentielle 


P"(x) (x — €) + P'(x) (x? — xe — N) — 


- Posy (atx +h +(4- ae) =0 (7.18) 


avec degré P(x) = M. 

L’équation que vérifie le polynôme P(e + x) est 
elle-même équivalente à la récurrence a trois termes 
qu'on obtient entre les coefficients de P(e + x) 
lorsqu'on écrit l'équation aux valeurs propres 
Ë|ÿ > = h| > dans la base standard du spin total S. 
Cette remarque n’a d’autre intérét que d’indiquer un 
test de cohérence de notre calcul. En ce qui concerne 
la résolution d’équations telles que (7.15), on peut 
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soit se ramener à un problème d'élimination rai- 
sonnable si M est petit en construisant les solutions 
polynomiales d’équations différentielles du type (5.10) 
ou (7.18), soit résoudre numériquement sur ordinateur 
en suivant les racines £, par continuité à partir d’une 
région où elles sont connues en fonction d’un para- 
mètre qui peut être lié aux s. C’est le cas-pour le 
système (7.15) : si les & deviennent tous très grands, 
les E, tendent vers les zéros du polynôme d’ Hermite 
HuGiË 2); ils sont tous situés sur l’axe imaginaire. 
On peut suivre les zéros par continuité en faisant 
décroitre la grandeur des ¢, jusqu’à leur valeur actuelle. 

Une limite intéressante à étudier est celle où le 
nombre des systèmes ou des spins couplés devient très 
grand, de sorte que la distribution des énergies €; 
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devienne continue. Dans certains cas, les racines Ë se 
densifient sur des arcs du plan complexe. Les équations 
du type (4.4) ou (4.6) donnent lieu à une équation 
intégrale singulière du type de Hilbert; la solution 
en est bien connue et peut être explicitée, comme nous 
Pavons déjà fait pour la solution de l’hamiltonien 
d’appariement [2] : on retombe exactement sur le 
résultat classique de Bogoliubov. Il semble qu’on 
obtienne quelque chose d’analogue avec les hamil- 
toniens plus généraux considérés ici, c’est-à-dire que 
Papproximation du champ moyen donnerait le résul- 
tat asymptotiquement exact pour le fondamental, 
dans l’hypothèse où les ¢, forment un spectre continu 
à la limite thermodynamique (N > x, M/N fini). 
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Résumé. — On donne deux exemples de matrices R de dimension infinie vérifiant les relations de Yang- 


Baxter. 


Abstract. — Two examples are given of infinite dimensional R matrices verifying the Yang-Baxter relations. 


1. Définition. 


On pourrait sans doute construire des matrices 
infinies ou des noyaux intégraux vérifiant les rela- 
tions ternaires de Yang-Baxter, par passage à la 
limite sur la dimension ou à la limite continue de 
modèles discrets existants [1]. On voudrait simple- 
ment donner ici une preuve directe de la relation 
ternaire pour deux familles de matrices R, discrètes, 


rationnelles dans le paramètre spectral, de dimension 
infinie. 

Pour la première famille, les états du modèle de 
vertex sont dans Z, et pour la seconde famille dans 
Z@Z, c'est-à-dire dans un groupe additif G qui 
sera réalisé dans R ou dans C. La structure de R 
n’est pas originale, mais les points essentiels concer- 
nent la structure polaire et la convergence. 

Les variables d'état étant notées a,B,A, 
a € G les paramètres u,v,TreC, on définit 
Reta: 


(aB|R(&W)|AH)=8(a+B-A—-H).(1A}) 
1 1 
= À . | 1 

SEE #) eres’ | (1) 
Le paramètre spectral est u. Le second v est fixé. Nous voulons établir la relation 
Pour la première famille, a, B,... sont des entiers _ 
relatifs de Z. Pour la seconde, on écrira Ra Ris Ro = Ry Ris Ros (3) 

a=m+Tn; (mn)eZ@Z. (2) ‘ esta-dire 
È BriRlor)(ar|R'|pyv)(pa|R"|Ap) = 

où 7 est un troisième paramètre complexe Imt>0. %7 
Le facteur delta multipliant l'élément A, formule (1), = $} (aB|R"|po)(py|R'|ArT)(oT|R|uv) (4) 
est le symbole de Kronecker dans G et exprime la p.or 


conservation au vertex, a +B =À +p... 


(*) Laboratoire de l’Institut de Recherche Fondamen- 
tale du Commissariat à l'Energie Atomique 


Le Journal de Physique France 49 (1988) 1857-1865 


où l'on a écrit R, R’, R" pour R(u), R(u'), R(u"), 
avec U = U, — U3 = Uy, U’ = Uy, U” = Uy. La triple 
sommation n’est qu’une somme sur une seule varia- 
ble p € G, du fait des relations de conservation. La 
relation 4 prouver devient alors 
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£ (By|A|B+y—v—p,vtp )(a, v +p |i’ 


peG 
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jatp,v)(a+p,A+p-a—p|A"|Ap)= 


= 5 (@B|A"|A+p,a+B-A-p)At+p, YA A, y+p(u+v-y-p,y+plAlur) (5) 


peG 


Va, B, Y, H, Y; 


ou plus explicitement en vertu de (1) 


2 1 L 1 


v—-Bt+p+u y-v-p+? 
( 1 

x ” 

—-a-p+u 


1 1 
À-a+p+v" 


> (> 


—A—p+u" 
( 1 

ix Sl 

Y-k+PpP+u 


On a introduit pour la preuve les paramètres 
v' et v” qui seront finalement égaux à v. On note que 
les éléments polaires sont bien définis pour 
u,vE C, cest à dire C privé des représentants de 
G,Z ou Z+72Z. 


2. Preuve de la relation ternaire. 


La remarque essentielle est que, dans les deux cas, 
les sommes infinies sur G sont normalement conver- 
gentes. En effet, par inspection des termes de la 
série du premier membre de (6), on a uniformément 
par rapport à v et u,u’,u", sur tout compact 


intérieur à C: 


Alp) =0( ET): 
A'(p) = 0(1); 
a") = 0( =i :): (7) 


ee —— 
v-B+p+u\v-a+u  B-v-u+v 


1 ( 1 m 1 
m—a-p+u" \v—-atw  p-a+u"+v 


— 1 1 1 
soos (Sa EEE 
— 1 1 1 
àa- p+r" Cr r 

-1 1 1 
sae PET ET EU ETES ET 


re 
v-a+u 


~~) = 
A-a—p+ov")] 
che 

y-Atu' 


Feu) 
yY-v+prtv | 


a+B+y=ÀA+H+Y 


p +v’ 


- ) 
; x 
—p+v 


(6) 


et par conséquent, pour le terme général du premier 
membre 


Aa’a(p) =0( ). (8) 


Même résultat pour le second membre, les rôles de 
A et A” étant inversés. Or les séries Y |n|~>, et 
n 


X [m + n7 |~? convergent normalement. 
nym 

Pour effectuer les sommes indiquées en (6), il est 
alors naturel de décomposer le terme général en 
éléments simples par rapport a la variable p. La 
convergence uniforme légitime les remaniements 
nécessaires, les passage à la limite v’ — v, et surtout 
l’usage d’une régularisation quelconque mais définie, 
commode pour le calcul des sommes partielles. 

La décomposition polaire de AA’ A” comprend 
cinq termes 


Serie) 
Y-A+U  y-m+u+v” 


LEE rary 
y-At+u A-BP-u"+v 


(a sca} 


en eae) 
Y—-H+U+UT p-B+ov—v" 


1 1 
\(— r oe) 9 
H-a+u +8 A-—-a@+v' +0 


La décomposition du second membre A” A'A s’obtient à partir du premier, a) par l’échange 
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(a, B, yY) (A, u, v). b) par transposition des matrices A, A’, A’, ce qui revient juste à changer le signe 
de l’argument dans le second terme de A ; en effet 


(Am |R|Ba)=8(a +6-A—n)(G——— - (10) 


d’où la décomposition du second membre de (6), dont les termes sont écrits en correspondance avec ceux du 
premier membre 


1 ( 1 1 ) ( 1 B 1 ) 
yomtpt+u\v—-at+ul’ B-v-u+v" Y—ÀA+U y-ptuso’ 


1 ( 1 1 ) ( 1 1 ) 
B-A-pt+u" \v-atu p-atu"tov y-Atul A-B-u"+' 


-1 ( 1 1 ) ( 1 1 ) 
yovtptu\y-Adul y—vtovy+d' p—a+u"+t B-p—v+v" 


-1 ( 1 _ 1 ) ( 1 1 ) 
A-atpt+v" \y-Atul’ A-a+tov'+v" v—B+u+v" p—-B+v-v" 


+1 ( 1 1 } ( 1 1 ) a1) 
p-v'\B-A+u"-v" À -a+v'+v" Y—-B+U+UT y-v+Uv+v 


On peut alors effectuer les sommes sur p à p =m#+nr, les choses sont moins directes car la 
condition d'introduire une régularisation adaptée. somme régularisée ne saurait être doublement pério- 
Pour la première famille, G = Z, le plus simple est dique. C’est pourquoi nous traiterons d’abord 
de choisir _ . complètement le cas de la première famille Z. 

Examinons ensuite la définition des termes. Ils 


+N 
f(x) =" D l >» = lim 5 1 = sont tous définis dans le domaine des paramètres 


Gp +x Nao n ynt 


appelé C, sauf pour v =v” =v’ dans les termes 
dangereux B — u = 0, ce qui correspond à un pôle 
double du produit initial. Montrons que les contribu- 
tions relatives au pôle double sont identiques dans 
dont le seul intérêt pour la suite est d’être périodi- les deux membres pour B = u. On obtient au 
que: f(x+1)= f(x). Pour la seconde famille, premier membre d’après (9), avec À — æ = y — v, 


= Tm cotg mx. (12) 


et au second membre, avec y — À = v — a 


1 — 1 ( 1 1 )+ 
v-v” ETET Y-ÀA+U  y-v+v+v 


1 1 1 ) 
1 (14 
fr) 1). a4) 


La seule différence entre les deux expressions (13) et Puisque la limite v” + v existe dans chaque membre 
(14) est le signe de la variable de sommation et vaut 

p. Toute régularisation invariante par p — —-p, a 

comme c’est le cas pour le choix (12), manifeste Lire +y=v)x 

l'identité des deux membres. Pour la seconde famille x ( 1 _ 1 )} . (15) 
la régularisation (25) aura aussi cette propriété. v—-& +u  y—v+v'+v 
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Nous poserons donc désormais v' =v" =v, en 
excluant de considérer les termes polaires B = p. 
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Nous obtenons ainsi le second membre de (6), 


après sommation 


fu+y-n)({r-a+uF'-[B8-v-u+vp').({[y-A+uT'-[y-u+u+vp?) 
fu” +B =A) -a +u’ - [u -a +u" +o) (fy-atu'y?-P-B-u"+ey") 


~ fæ + y~ v)(y -aà +u T- [yv 420] ")- (u -a +u" +o] - [B -ur') 
- ffo +à a) (ly -à +w]? [à -a +207?) (lv 


A +u"-v)!-Tf 


— FO) (LE 


et le premier membre 


(16) 
vy} 


[u - By?) 


Btu 


a+2v}')-(fy-wt+utoy!—[y—v42v]') 


futv—-B)(ly-a+u'y'—[B-vtutoy')-(y-Atw'-[y-w+utoy’) 
fu"+n-a)([v-a+uT'-[n-a+u+vp).({y-A+uT'-[A-B8-u"+v0p}) 


- f@+y-v)([v -a +u T! [y -v +207’): (B-A+u"-0p [8-47 !) 


(17) 


—fe+a-a)([y-a +u T! - [A-a +20?) ([y-u +u +0- [u - By) 
- fO -B +u-0F!- [y -v +207?) (u -a +u" +T! [A-a +20’). 


Ceci est valide pour les deux familles. 

Montrons l'identité des deux membres pour la 
premiére famille. D’aprés la périodicité issue de 
(12), nous avons 


fu+y—H)= flut+v—B) = flu), ete... 


fe+y-v)=fu+rA-a)= flr), (18) 


et les deux premiers termes (les deux premiéres 
lignes) de (16) et (17) sont identiques. Restent les 
seuls coefficients de f(v). On constate que sept 
facteurs sont identiques dans les deux membres. 
Reste finalement 4 prouver, aprés compensation de 
deux termes à l’intérieur de chaque membre, 


[v -a +uT'([B-A+u"-0pt+[y-u+u+vp')+{r-B+u-v[u -a+u"+vple 


= [y -à +] \(fe—-atu"tvoy t+ [vo—-B+u-—v]p')+[B-A+u’-v][y—-pw+us+ovy! 


(19) 


c'est-à-dire, compte tenu des relations de conservation 


[B -A+u"-v]'[y-wt+us+o]'+ [v 


B +u 


vy [u a +u"+v = 


= [u -a +u"+v '[v—B+u—v]'4 [B 


ce qui achève la preuve de la relation ternaire pour 
la première famille. 

Pour la seconde famille G = Z @ Z, il se trouve 
que la double limite suivante existe 


£(z) = " lim lim’ = 
N M 
1 


+N , +M 
= inn È zo mrn) 


N— © n=-N M~®© m=-M 


(20) 


+N 
lim X ~ cotg m(z- nT) 
N= 0 n=-N 


&(z) 


x m(cotg m(z — nr) —ie(n))) (21) 


n=-0 


à +u"—-v [y-n +u+o]! 


qui pourrait être exprimée en terme de la primitive 
f(z) de p(z) dans la notation de Weierstrass [2]. 
Mais il nous suffit de la propriété suivante qui 
découle de la definition (20), (21), 


(z +a) = &(z), aez 


(z + br) =&(z)+27ib, beZ. (22) 


Prenant les limites dans l’ordre inverse, on aurait un 
résultat distinct 


+M 


D = cotg T{_-m), 
T T 


&(z) = lim lim = lim 
M m=-M 


N M 
(23) 
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avec la propriété 
Elz + a + br) = 


&(z) 


2 mia 


(om 


On choisira par souci de symétrie le régulateur 
suivant 


~) =0) . (24) 


5 5 (i ; Ne ) 
z)=" = = {lim lim + lim lim} = 
f@) Lotz 2\N Mm M N 


= 3 EO +E. (5) 


qui vérifie donc d’après (22) et (24) 
f(z+a+br) = f(z) + mi(b ar!) (26) 


et l’on conviendra d'écrire a * = b —art~! (ce qui 
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n’est pas la conjugaison 
a=a+breG; doù 


fG+a)= f(z) +ira*. 


La preuve de légalité des deux membres (16) et 
(17) pour la seconde famille diffère donc de celle de 
la première famille du fait des termes linéaires 
supplémentaires, après les substitutions 


flu+v—B)= f(u)+ir(v *-B*), etc... 


Les facteurs de f(u), f(u"), f(v), se compensent 
évidemment comme dans le cas G = Z. Reste à 
étudier les termes linéaires. Pour le premier membre 
(17), on a à considérer les 4 termes où f est remplacé 
par (v * — B *) dans la lére ligne, (u * — a *) dans 


complexe) si 


(27) 


la 2nde, (y*—v*) dans la 3ème et 
(A * — a *) dans la 4ème. Au second membre (16), 
on aura successivement y*-m*, B*—A*, 


y*—v*, à*— a *, Effectuant la soustraction (17)- 
(16), on obtient la différence des deux membres 


(w*=-B*-y*+u*)([v-a +u- [B-v+u+vp!).([y-a+u Pl -[y-m+u+op!) 
(u*-a*-B*+A*)([xv-a@ +u y! - [p-a +u" +T). ([y-à +u- [A-B -u"+v]') 
+ (v*-y*){(([x -a +u]! - [y- v +207 [B-A +u"-v7'- [B -uyt) 


- (iy -à +w! - [y-v 42074). (aa +u" soy! — [B -ar )} 


+ (a*— Aà *){([v -a +u' Fil [à -a +207 )([y- u +u +v- [u -BT 
sterse sator erua eB 


Or, à la première ligne de (28), on a l'identité issue de (5), 


v*+p* 


Le facteur global de (a * — A*) dans (28) est donc 


(v-a +u] 
+ (P-a +u 


— ([y -à +u — [à -a +2v7}). (fp 


-1— [B-v -u+ t). ([y -à +u]-[y-u+u+opt) 
t- [A-a@ +20) ([y -e +u+v]- fu -BT') 
=] 


(28) 
B® = a*i (29) 
B+u-v]-[u-87') (30) 


d 
'] 


It 


[v -a +u' T [y -à +u' T! + [8 -v -u+ [y-n +u+ov] 


1 


~ [A-a +20] '({[y-u +u+v]'- [v-8+u-vT') 
+ [u -BT CC [v-a +u T! + [y-à +u ')=0. 


Le coefficient de (a * — A *) dans (28) est donc 
nul. On vérifie la même chose pour celui de 
(v* — y*). Ceci achève la vérification analytique 
des relations ternaires de Yang-Baxter pour les deux 
familles de matrice R infinies sur Z et Z @ Z. 


3. Relation d’inversion. 


Nous voulons montrer la relation d’unitarité 


Xy . Xa =1 > (31) 


où X n’est qu’une forme convenablement normali- 
sée de Rj): 
Ry = Wy Xp; Wy. = Wun). (32) 


Rappelons la définition de R} d’où découle la 
formule (4): 


Ry = (Ru) go a) 


= > (ap |R(uy2)| Aw) oR of (33) 


aBhu 
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où øo} désigne la base matricielle ordinaire dans 
V®. Calculons d’abord le produit matriciel noté 


(aB |RR'|vp)=8(a +B -v -p) Y(aBlAja+o,B-ao)(a+ao,B-a|A'|rp) 


soit 


(ap |Aa’|vp)M= F | 


oeG B-a-o+u 


La somme sur & au second membre est normalement 
convergente pour les deux familles, car 


A=0(—), 
|o | 
(aB |AA'|vp) = 1 . 
a-v—ut+u 
1 
+; 
a—p—utDv 
pi 
B-v+u'+v 
1 


+ = 
B-=-p+v+v' 


On devine qu'une compensation totale des termes 
est possible si u’ =u, et v' =v. 

Pour que les termes de la somme (36) soient 
définis, plaçons nous dans le cas non-diagonal 
B — p #0. On constate alors que la somme est nulle 
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RR' = R(u, v) R(u',v'). Compte tenu des relations 
de conservation, nous avons 


(34) 


Selon la méthode de la section précédente, on 
obtient 


(f(u+B-—a)- f(u'+B-v)) 
(f@'+B-p)-f(u+B-a)) 
(— flu’ +8 -v)- f(v)) 


(f(v) + f(v'+B —p)). (36) 


pour u’ = u, v' = — v, en vertu de la périodicité de 
f dans les cas G = Z, ou de la relation (27) dans les 
cas G = Z @ Z. Le produit Ru, v) R(u, — v) est 
donc une matrice diagonale dont les éléments se 
calculent en revenant à (36) 


(aß |R(u, v) R(u, —v)| aß) 


oS lim [Arte de Be) , fi) + fo) | 
u'u u — u v' +0 
af) _ af(u) 
z av du ` (637) 


D’après (12), on obtient 


2 
n?(. : 


1 1 ) 
sin? mu sin? av 


pour la premiére famille 


FC) — f'@) = 


2 7250 T{v + u)sin m(v — u) 


2 mv 


(38) 


sin? ru. sin 


et, d’après les séries (20) et (25), pour la seconde 
FC) — fu) = plu) ~ pv) 
1 1 
= (2K “A —— — —— ) 
en) sn?2 Ku sn?2 Kv 
0 +u) O,(v —u) 


= 0:0). 
(0) Seay oH) 


(39) 
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dans les notations de Weierstrass pour p, avec 
2,=1, 2w,=7; puis celles de Jacobi 


2K = 700), 2K’ = 7020), rai, 


(40) 
Posant selon les cas 
Wu) = 7 sin m(v = u) 
sin mu . sin TU 
ou 
9,(v —u) 
8 (0) . 41 
1 Fey Ow) gn 
nous avons donc le résultat suivant 
R(u, v) R(u, — v) = — W(u) W — u). (42) 


Or, nous avons la propriété de symétrie dans 
Péchange 1 <> 2: 


Rat) = (Ru ») 7 6) = R,(- v). 
(43) 


> (aa [Ri uB) e? Px + oy) 
Bp 


nez 


Or, dans les domaines 
ueC=C-{Z}, yeR=R- {Z}, 


la série suivante converge 

2 miny e? wi fy)u 

= t= (47) 
sin mU 


e 


u-n 
n 


ot l’on a introduit le symbole [y] pour la fonction 
périodique de y dont la restriction à Pintervalle 


}-1,+1f[est [y] =y- 5 e(y). Au point de discon- 


tinuité y=0, la somme de la série vaut 
f(u) = m cotg mu. On obtient ainsi, en notant 
v=-vd 


> 


F (aa |R(u, v)| Bu) e? MOXY) = 


Bu 
2mifx-ylu 
- ee f m7] . e2 Tix + ay) 
sin TU 
2mifx-y]t , 
40 e . e2 TAY + ax) (48) 


sin mọ 


-5 (= 


&a-n—u n+0v 
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qu’on vérifie à l’aide de la définition (1) 
(Ba |R(u,v)| HA) = — (aß [R(—u,-v)| Au). 


(44) 
On en déduit 


Rae Ry = Wu) Wuz) , (45) 


d’où la matrice normalisée X,, vérifiant la relation 


(31). 


4. Equivalence à une limite continue de matrices 
R de symétrie Z,. 


Pour montrer cette équivalence, il nous suffira de 
calculer les transformées de Fourier sur G des 
éléments de matrice R, comme si l’on voulait obtenir 
les poids du "modèle de face” [3] associé au modèle 
de vertex de dimension infinie, dans l’hypothèse où 
les matrices de transformation seraient les noyaux de 
Fourier. Traitant d’abord le cas de la première 
famille G = Z, on introduit la base complète d’expo- 
nentielles sur [0,1] 


ein), xeR/Z= S}. 


et la définition (1) permet d’écrire 


1 1 


) e 2 Tnx — y) + ax + Ay) (46) 


ou encore, en introduisant le vecteur de V,, 
g, = {e?7*},et opérant dans Vo ® Vo : 


R(,@ p) =q -y) P,Q Prt 
+p =y) ® egy (49) 


2 miðfx] 2 miufx] 


e e 


sin TU 


avec p(x) = 7r | q(x) = m ; 


sin mU 
p(0) + g(0) = Wty). 

On constate ainsi l’équivalence du modèle de 
dimension infinie G = Z,avec un modéle conservatif 
a "deux vertex”, labellés par des variables continues 
x, y €S,[0,1], avec une matrice R, ou noyau inte- 
gral, ainsi définie 


(xy |A] xy) =p- y); (x [AT xy) = qg@x — y). 


1 
Ry = i dx dy (pe — ») 0 0 
0 


+q- y) Yo? (50) 
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avec 


œ leyl y) = 8 -x)80-y')) (51) 
ce qui est précisément la limite continue formelle 
du modèle généralisé à r composante 
(Babelon [4] ; Schultz [5], restreint à la symétrie 
Z, A ce stade, mentionnons que la méthode de 
décomposition polaire utilisée section 2 est immédia- 


T 


(aß |A,| Ap)= F 


ce qui est bien la forme trigonométrique du modèle 
Z, (Tracy) [6]. La preuve de la relation ternaire est 
calquée sur la précédente : on a la décomposition 
(16) et (17) des deux membres en substituant 
cotg aux termes polaires, avec en tête les facteurs 
f(u), f(u"), f(v) résultant des sommes finies sur 
peZ,: 


f(r) = 5 = cotg = (v +v)= m cotg mv. (53) 


vel 


Les compensations entre les termes se font suivant la 
correspondance indiquée, et l’on utilise enfin la 
seule identité 


cotg x, cotg X + cotg x, cotg x, + 


+ cotgx;cotgx,=1, si Px, =0. (54) 


On revient à la forme usuelle de la solution 
trigonométrique par transformation de Fourier sur 
Z, de l’expression (52) selon le schéma (46), et l’on 
obtient les coefficients qu = 4x _1 €t Pa du modèle à 
r composantes 


ark 


cotg z (u-v)e 7 
r 


a= È 


Tk 
= bless 


(55) 


et de même pour p, en remplaçant u par ©. 


Rappelons que la matrice R du modèle conservatif à 
deux types de vertex (direct et échange) 


R= Ð Pa oR OP +d oo, (56) 


k, 1ER, 


- 7 
sin — 
r 


sin Z (B -A +u) -sin Z (B — p +v) 
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tement transposable au cas trigonométrique de symé- 
trie Z, = Z/rZ, et fournit ainsi une preuve dont le 
mécanisme est clair. Dans le cas G = Z, il suffit de 
remplacer le terme polaire [v +u]! 
(ve G,ue C) par son correspondant périodique 


= cotg Z (v + u) (v € Z,). Au facteur de Kronecker 


près sur Z,, on a ainsi Pélément de matrice 
R 


[cote = (BA +u) —cotg 7(6-u+»)| 


(H—A +v0-—u) 
(52) 


est essentiellement définie par 


Qu = (coth u + e(k — 1) 
Pa = — (coth n + e(k-1)e™, mu + mir =0. 
(57) 
Il suffit d'effectuer la substitution u—iu, n = — iv, 


Nu =iTEn, pour obtenir (55). 

Le cas de la seconde famille est plus intéressant. 
Examinons d’abord la transformée de Fourier sur 
G=2Z@Z de la matrice R de dimension infinie en 
introduisant la base 


g(a) =e 2744) Ax = mx: — nx,. (58) 


a=(m,n)EG; x =(x1,x) € (R/Z)’. (59) 
De façon analogue à (46), nous avons 


F(A [R| Ba De TONEN — 
Bap 

—2 mi(AAy + @Ax) 

— 2 wi(AAx + aAy) 


= p(x —y)e 
+q% -y)e (60) 

avec p(x) = &(x, Ū) , q(x) = Ex, u) et la définition 

de la distribution en x notée &(x, u) 

e2 7i(aAr) 


&(x, u) 


Sec u+a 


— 2 ri(mx, - 
é (mx, ~ nx) 


Grew: 


mn 


(61) 


La relation (60) manifeste l’équivalence avec un 
modèle de vertex où chaque état est labellé par deux 
variables continues x,, x. On notera aussi x le point 
représentatif x = x, 7 + x, dans le parallélogramme 
des périodes. La série (61) définit une distribution 
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comme transformée de Fourier de la fonction 
[u +a]! à “croissance lente” sur Z?. En fait, à 
lintérieur du domaine 0<x,<1, 0O<x,<1 la 
série converge vers une fonction continue de 
x ; elle est éventuellement discontinue sur les bords, 
mais la distribution est méromorphe dans la variable 
complexe u. On peut calculer explicitement cette 
fonction analytique de u (mais pas précisément de 
x) 

2 miux, OIU + X1 T + Xp) 9:(0) 


or) © 


E(x, u) =e 


Pour prouver (62), on constate que les deux mem- 
bres ont la même propriété de périodicité en 
X1, X, et de quasi-périodicité en u. De plus les résidus 
des pôles en u sont identiques, 


¿(x,u +1) = Pale é(x, u), 


1l 


E(x u+ r) =e 7” E(x, u). (63) 


Finalement, la seule singularité de £(x) en x est le 
point du tore x, = 0, x, = 0. 

On pourrait s'étonner d’obtenir une solution elip- 
tique à un modèle de vertex conservatif, quand on 
sait que les seules solutions (de dimension finie) sont 
celles de Schultz, essentiellement données en (56), 
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(57). Ceci s'explique par le fait de la limite continue 
ou de la dimension infinie. En effet, la solution 
elliptique convient, dans le cas conservatif, à un 
modèle de face, et non pas à un modèle de vertex. 
On vérifie en effet que dans le cas discret fini, il s’en 
faut de peu que la solution elliptique ne convienne, 
en ce sens que la relation ternaire n’est violée que si 
deux indices d’état de la “matrice $ à trois corps”, 
c’est à dire l’un ou l’autre membre de la relation de 
Yang-Baxter, sont égaux. Cette contrainte disparait 
évidemment à la limite continue, où le modèle de 
face et le modèle de vertex deviennent probablement 
équivalents. 

„Se pose maintenant le problème du spectre. Les 
éléments de la matrice de monodromie sont bien 
définis puisque les sommes intermédiaires sont alors 
finies. Il n’en est pas de même pour la matrice de 
transfert qui strictement n’est pas définie, car la 
somme des éléments diagonaux n’est pas conver- 
gente. Il s’en faut cependant d’une seule soustraction 
indépendante du paramètre spectral, et la dérivée 
par rapport à celui-ci de la matrice de transfert est 
parfaitement définie ; l’algèbre de Zamolodchikov 
étant aussi définie, on en conclut que la dérivée de la 
matrice de transfert constitue une famille commu- 
tante. Reste à étudier l’éventuelle limite des équa- 
tions couplées de Sutherland lorsque le nombre de 
composantes augmente indéfiniment. 
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Abstract. We obtain the quantization conditions of the periodic Toda lattice in the Baxter 
form: 


A(u)Q(u) = i Q(u + ih) +i Q(u — if) 


A is the ‘transfer matrix’ containing the information about the spectrum and Q is an 
integral operator commuting with A. The logarithms of the matrix elements of Q are 
the generating functions of the canonical Backlund transformation. The requirement that 


Q is analytic and vanishes when u goes to infinity completely determines the spectrum 
of A. 


The Toda lattice [1-4] is a one-dimensional chain of equal masses with exponential 
interactions between nearest neighbours. When the chain is finite, either the first and 
last masses are decoupled (the open chain) or they are coupled together (the periodic 
chain). Both systems are completely integrable in the sense that one can construct as 
many constants of the motion as they possess degrees of freedom. The two mechanical 
systems however, behave quite differently. The open chain has a continuous spectrum 
while the periodic chain has quantum states and a discrete spectrum. 

In this paper, we are concerned with the determination of the spectrum of the 
periodic chain. This problem was considered by Gutzwiller [5] who separated the 
variables and derived recursion relations of the type: 


z Qy-1 + Qu: = A(v) Q, (1) 


where A(v) is a polynomial whose coefficients are the unknown constants of the 
motion. Sklyanin [6, 7] greatly simplified the derivation of (1) using the R matrix 
formalism. Moreover, he suggested to interpret it as a Bethe ansatz equation defining 
an analytical function Q(v). 

In this paper, we derive (1) using the methods of statistical mechanics [9]. A(v) 
is the ‘transfer matrix’ and Q is an integral operator commuting with A. The matrix 
elements of Q turn out to be the exponential of the generating function of the 
canonical Backlund transformation [1, 4]. Diagonalizing simultaneously A and Q, we 
recover (1) as an equation for their eigenvalues. The requirement that Q is entire 


t Laboratoire de la Direction des Sciences de la Matière du Commissariat à l'Energie Atomique. 
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and goes to zero when v goes to infinity in the imaginary direction determines both 
Q and the polynomial A. It generalizes to higher degrees the case of degree one 
A = v where it is known that the unique solution of (1) vanishing in the imaginary 
direction is the Bessel function K,țt [8] considered as a function of the index. 

The equations of motion of the periodic Toda lattice derive from the Hamiltonian 


N N 
H = ye 2 + S| elti as) (2) 


i=1 t=1 


where the index i is defined modulo N. They take the form 


di = ons p 
E= Op, TT Fi 
oH (3) 
Dr ðq; Senani reli Ut 


Their integrability results from the following Lax pair representation [4, 6]: Define 
matrices L; and M; by 


_ fu-p; ef 
B= (toe 9) 


a ie (4) 

M; = a o Ji 
The system of equations (3) is equivalent to the auxiliary problem: 

L; = M; L; — L; M;. (5) 
Consider the monodromy matrix 

T(u) = Li(u)La(u)--- Ly(u). (6) 
From (2) 

T(u) =[My,T(u)]. (7) 


Therefore, the trace of T(u), A(u) is independent of the time. It is a polynomial of 
degree N in u whose coefficients are the constants of motion 


2 
AG) = uN = Pad + (Ft) uP po (8) 
P is the momentum, H the Hamiltonian. 
In quantum mechanics, the p; are replaced by the operators À x so that the 


matrix elements of L; do not commute. Their commutation relation can be expressed 


+ Our convention is A’y(z) = (1/sin wv) (1,(z) — I1_,(z)). 
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1 2 
as follows [4, 6]. Define the matrix L and L to be respectively L @ 1 and 1@ L and 
the 4x 4 R matrix 


u—ih 
Rakai ES (9) 
u—ih 


Then 


R(t, — tty) L (tt) Le Cu) =L (tg) by (tty) R(t — tty). (10) 


L; commutes with L, if i Æ j. The commutation relations of the matrix elements of 
T(u) follow in a straightforward way from (10) and are given by the same expression 


Ruy — Uy) T (0) T (tg) =F (ug) T (w) Raw). D) 


It follows that the N — 1 coefficients of the trace of T, A(u), are conserved quantities 
in involution. 

To diagonalize A(u), we shall adapt the method used by Baxter in the eight-vertex 
model case [9]. We construct a family of integral operators Q(u) which satisfy the 
matrix relation: 


A(u)Q(u) =i% Q(u + if) +1748 Q(u — ik) (12) 


and such that Q(u), Q(v), A(v) commute for all values of u and v. 

In (12), Q is a matrix with rows and columns indexed by the (continuous) variables 
(Gus... an); (di,.….,4N). AS a first step to finding the solution, we consider the 
equation for the columns of Q, y, (q,,--.. qn). We take y in the form of a direct 
product 


N 
y(a--an) = [] v: (a) (13) 
i=1 
so that the product Ay takes the form: 
A(u)y = tr ER EE (14) 
The product Ay decomposes into two terms y’ + y” if each of the matrices L;; is 


lower triangular. Due to the cyclicity of the trace, A is not modifed if we substitute 


L; = N; L; N7} to L; in (6). We take N, of the form 


_ fi iel 
ma (3 1) : 


and equate to zero the upper right coefficient of L 5%; this gives 


La A 
(», + ae ae + ie: — u) p; =0 (16) 
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which is solved by 


17. sgh se 
p;(u) = exp G (iu (q; = W431) — ef 541 — eli “)) (17) 
and 
z _ ( -i¢;(u—ih) 0 
He ( ee weri) i (18) 


It follows directly from (18) that (12) is satisfied with y substituted for Q. Let us 
define the kernel: 


N N 
Q, (gl a) = exp 2 (i (Es - a) = y (ess 4 mo) 
j=l j=l j=l 


(19) 
N Ps 
=w u (a; 4) Wa (a; — qi) 
with 
W la) ET elt — ef 
= 1 fiu 
= — | —q— ef). 
W,(q) = exp jj (5 q-e ) (20) 


By construction, Q satisfies equation (12) and it follows from a similar analysis that 
it also satisfies 


Q(u)A(u) =i Q(u + if) +i YN Q(u — ih). (21) 
Note that the logarithms of the matrix elements of Q are the generating functions 


of the canonical transformation [1, 4]. It may be useful to visualize Q as shown in 
figure 1. 


qi Figure 1. Visualization of matrix Q. 


THE PERIODIC TODA CHAIN AND A MATRIX GENERALIZATION... 


We can repeat the argument of Baxter [9] to show that operators Q(u) with 
different spectral parameters u commute. Let us introduce the permutation operator 
C: 

(CF)Cdis d2- -30N) = f (G05 935+++591) (22) 
and the kernel Q 


Qua (alg) =(Q,C) lal g) = (CQ.) (a1 a) 


(23) 
= ig (qi - djy) W. u (4; — qi). 
The equality 
Q(u)Q(v) = Q(v)Q(u) (24) 
is realized if there exists functions A,(q) which satisfy the identity 
+00 : G 
Au- (Gi - n) f dq W, (%1 — a) W, (4-92) W, (r1 - 4) W, (q - r2) 
— 00 
= A (a2 7 T2) 
+00 7 7 
x| da Wi (4-2) Wy (a-a) Wali- a) Waar) QS) 
— 00 
Figure 2. Diagrammatical representation of Au(q). 
A simple calculation gives 
A,,(q) = (cosh q/2)*. (26) 


Now, for u real, the operators Q(u) and Q(u) are Hermitian conjugates and com- 
mute with C. Therefore, there exists a unitary operator D independent of u which 
diagonalizes Q(u) simultaneously for all values of u. Moreover, in the basis of mo- 
mentum eigenstates, the matrix elements of Q vanish like exp(—7N|u|/2) when u 
goes to infinity on the real line. Multiplying (12) by D to the right and D7’ to the 
left, we obtain an equation for the eigenvalue matrices Q, and A4. The eigenvalue 
matrix Q,(w) is entire and vanishes when u tends to infinity in the real direction. 
We now consider (12) as a scalar equation and argue that A(x) is completely 
determined by the requirement that Q is an entire function going to zero sufficiently 
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Figure 3. The polynomial A(u). Shaded, the intervals where |A| > 2. 


fast when +u goes to infinity. We first obtain this result in a WKB approximation, 
then we show how the quantization conditions obtained by Gutzwiller result from 
these requirements. 

Let us look for a solution of (12) in the form 


Q(u) = exp (-; (i S(u) + tu) . (27) 
This gives 
er Slutih) 4 e7$Slu-ih) — A(u)je TiS, (28) 


We expand S in powers of fi 


S(u) = Sow) + À Cu) + 29) 
and develop (28) to order 1 to obtain 

2cosh Sg = A(u) (30) 

Si = ¿Sj tanh Sọ (31) 


which yields formally 


Q (32) 


(u) = RSS exp (= | Siap). 


At this point, we must determine the branches of the phase S)(u). For this, we 
make the assumption that the zeros of Q(u) accumulate on the intervals |A(u)| > 2 
on the real axis. The N — 1 intervals not containing +c are called intervals of 
instability and coincide with the regions where the ‘classical motion’ of u is confined 
[2, 3] (figure 3). We therefore take the system of cuts defined by |A| > 2, that is it 
to say [—00, uo], [u], uz], [ug, u4], [u5, us]; [u, +20), on figure 3. We choose the 
determination of S so that Q is exponentially decreasing when u goes to plus or 
minus infinity. The resulting conformal mapping Si(u) is represented in figure 4. 
SG is a continuous function of u except across the cuts. For Q to define a uniform 
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function of u, S(u) must be defined modulo 27/ in the complex plane minus the 
cuts. This gives the conditions: 


S'(u)du = 2rhn, 1<k<N-1 (33) 
Ck 
where the C, are contours of integration encircling the intervals of instability |A| > 2. 
On these intervals, Q is approximated by QWB (u + io) + QWKB(u — io). The 
n — 1 integers n, count the number of zeros of Q on the kth interval of instability. 
To first order in A, (33) gives the quantization conditions: 


U2k 
J cosh“! 
U2k—1 
Such conditions are precisely what one would expect from the correspondence prin- 
ciple applied to the solution of the Hamilton-Jacobi equation [3]: 


i) 


dp = rh (n+3) j (34) 


N-1 x 
S(u u t)= "e (AU Pie tat 35 
porto UN-1,49N2 j= cos 2 p+ Pan t (35) 
k=1 


where the real variables u, are constrained to move on the N — 1 intervals of instabil- 
ity. The solution so constructed vanishes as exp((—N7/2h)|u|) sin((Nu/f)log Nu) 
when u goes to +o. 


Figure 4. The conformal mapping Sj(u). 


We now look for a solution of (12) which has the same assymptotics as the 
semiclassical approximation and obtain the quantization conditions in terms of a 
Hill determinant [5, 8]. We consider the recursion relation satisfied by the auxiliary 
function 


N 
plu) = I] sinh + (= + ôr) Q(u) (36) 


k=1 
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where 6, are unknown real numbers. It admits two independent entire solutions 
p4 and y_ which tend to zero when u goes to plus or minus ico respectively, and 
which increase exponentially like e(NT/2#)iul in the real direction. We then ask for 
the function: 


Re OEE AO) 
ae Mi sinha ((u/h) + 6,) 


to be regular. This determines the coefficients ô, and produces the quantization con- 
ditions. Due to the denominator, (37) has the correct behaviour exp —(N2/2h)|u| 
at infinity. 

Let us substitute (36) in (12) and set 


(37) 


u = ihv 
AN (38) 
P(v) = (-;) A(ihv). 


We obtain the following recursion relations for ¢: 
plv- 1) + (-)%e(v + 1) = BY P(v)e(v). (39) 


Equation (37) has two independent solutions p}, y_ distinguished by their asymp- 
totic behaviour. We set 


a(v) = 80,(v)/ri(v) (40) 
with 
N 
nm (v) = II WT (v + 1—-iu;,) 
k=1 (41) 


N 
nr (v)= II A-°T (1 — v+iu,) 
k=1 


where iu, are the roots of the polynomial P(v) = IS (v—iu,). 6, are the solutions 
of the following recursion relations: 


= 0 (v+ 1) 
Gao 1) = 840) + PoF n 
6_(v-1) F4 
8_(v + 1) = 9_(v) + P(v)P(v 1) 


determined so that 6,(+00) = 4_(—) = 1. So, p, defines an entire function 
which vanishes when v goes to +00 and y_ an entire function which vanishes when” 
v goes to —oo. They both increase as exp(57N|v|) for v very large in the imaginary 
direction. To obtain Q with the correct asymptotic behaviour, we look for a linear 
combination of p, and ~_ divisible by TI; sin +(v ~ i6,). This can be achieved 
if two conditions are satisfied. First, there must exist N real numbers 6, such that 
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for v = id, modulo an integer, the two solutions p, and y_ are proportional, and 
second, the proportionality coefficient À = p, (i6,)/p_(id,) must be independent 
of k. 

The first condition is realized if the Wronskian 


W (p4p) = 94 (v+ 1)e_(v) - oy (v)e_(v +1) (43) 


vanishes for v equal to ió, modulo an integer. 
A direct calculation gives 


N 
W (24:9) = 0(v) [J rsin m(v—iu,) (44) 
k=1 


where 6(v) is the infinite tridiagonal determinant of Hill’s [8]: 


dagal Em 1 Eie 1 l (45) 


“Poto © Pats 


To evaluate the v dependence of 6, one observes that @ is analytic except at the roots 
of P, iu,, where it has simple poles. It is periodic with period 1 and tends to 1 when 
v tends to infinity in the imaginary direction. It follows that 


M . ` sin m(v —i6;,) 
O(v) = 1+ Doe, cot m(v—iu,) = Il << (46) 
k 


ane =, sin n(v— iu) 


with >, uz = Jp 6, and 5°, €p = 0. Setting @ to zero determines the 6, in terms 
of the N residues e, of 6(v) at v = iu,. 
The second condition yields the quantization conditions: 


pCi) Py (462) feats p4(idw) 


y_(i6;) ~_(i6,) yify) a) 


Assuming that 6,, u, are real, @,(i6,) and p_(iô,) are complex conjugates. There- 
fore (47) defines N phases that must be equal. These are precisely the quantization 
conditions obtained by Gutzwiller from a different point of view. 

To conclude, the eigenfunctions of the commuting set of operators Q(u) are 
generalizations of the modified Besse] function X, which occur in the lowest degree 
case, A(u) = iu. In that case, there is only one value of 6 equal to zero and no 
quantization condition (47). 
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Une preuve de la relation étoile-triangle du modèle elliptique Zy 
de Zamolodchikov 


M. Gaudin 


Service de Physique théorique(*) de Saclay, F-91191 Gif-sur-Yvette Cedex, France 
(Received 16 July 1990, accepted 20 November 1990) 


Résumé. — On donne une preuve de la relation étoile-triangle pour une généralisation elliptique 
du modèle de Fateev et Zamolodchikov de symétrie Zn. 


Abstract. — We give a proof of the star-triangle relation for an elliptic generalisation of the Fateev 
and Zamolodchikov model with symmetry Zn. 


Pour un modèle de faces (IRF) en mécanique statistique des réseaux bidimensionnels [1, 2] 
l'équivalent de la relation de Yang-Baxter est la relation de l'hexagone entre les poids associés aux 
vertex, fonctions des variables des faces adjacentes. Cette relation ternaire est traduite fidèlement 
par les schémas ci-dessous et s’exprime ainsi: 


Yi (ab|Us|gc)  (gelU2led) ` (ag |Ui| fe) 


= D (bcWilgd) (ab|U2| fg) (fg sled). 
g 


V a,b,cd,e,f € Zy (1) 


(*) Laboratoire de l’Institut de Recherche Fondamentale du Commissariat à l'Energie Atomique. 
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Chacun des trois poids U,(a@ = 1, 2,3) est fonction de quatre variables sur Zy. 


Faisons ’hypothése de factorisation des poids Ua, de sorte que les variables se découplent selon 
les deux diagonales d’un vertex. Nous posons, de façon asymétrique 


(ab|Us|gc) = Ws(a,c) Va(g,b) 
(ab|Ui|gc) = Wilc,a) Vi(b,g) (2) 
(ab|U2}gc) = Wa(b,g) Va(a,c), 


de sorte que la relation de l'hexagone (1) se décompose en deux relations étoile-triangle indépen- 
dantes possédant une invariance circulaire formelle 


HDL Vale, Vale, 9)Va(a, 9) = Wa(a, c)Wi (e, a)Wa(c, e). (3) 
g 


WL Volg, b) Va (g, F)V2(9, d) = Wa (F, Wi (d,6)W2(6, f). (4) 
g 


où W est une constante (indépendante des variables sur Zy). Les relations (3) et (4) se réduisent 
à une seule, si nous faisons ’hypothése de symétrie 


Wala, b Wa(b, 
aoe = a (5) 


Nous nous proposons de trouver une solution de la relation étoile-triangle du type d’Onsager (3), 
qu’on pouvait d’ailleurs prendre comme point de départ. Nous l’écrirons sous la forme 


NY (a:a2a3) = ® (a, a2a3) (6) 
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soit 
NW, (a, as) Wa (a3, 41) W, (a1,a2) = Ÿ Vi (a1, a) V2 (a2, a) Va (as, a) (7) 


où nous supposerons que les arguments aq, a varient sur des ensembles Zy translatés par des 
paramètres indéterminés u, ua € C 


a = u+n , n € ZN (8) 
da = Ua tra > Na € Zy. 


Dans un premier temps cependant, nous relaxons la stricte périodicité N qu’impliquent (8) pour 
V et W, en la remplaçant par une quasi-périodicité, c'est à dire que V (a...) est multiplié par un 
facteur constant dans une translation N. 


Va laa +N,a) = e^e V,(aa,a) (9) 


Nous supposons que le produit []„ Va (aa, a) est effectivement de période N en a, afin que la 
somme soit définie. I] suffira ensuite d'effectuer la transformation V, — Va exp(—A,a,) pour 
obtenir une solution sur Zy , ou N -périodique en a. 

Dans cette hypothèse, suivant une méthode de double récurrence analogue dans son principe 
à celle utilisée en (3) et (6), mais portant sur des objets différents, nous allons montrer lexistence 
d’une solution de(7), telle que V, W soient des fonctions paires et symétriques de leurs arguments, 
ainsi définies [2,6] 


(a1,a )= Tle (5 +ütu+a) (10) 


(a2, a3) -Te(; +m 02409), (11) 


OÙ éo, Na désignent six paramètres supplémentaires. V, (Wa) est un produit de 4 fonctions G et 
se présente donc comme un produit du type g(a + b)g(a — b) où g est paire. 

La fonction méromorphe G(z), qui est une généralisation elliptique de la fonction Gamma 
d’Euler, est essentiellement définie par la récurrence 


G(z +1) = 1 (F) CG) = 8()G 0) (12) 


où 6;(z|r) est la fonction théta impaire de “périodes” x et tr. Les premières propriétés de G, 
appelée T, n en référence [4], sont les relations fonctionnelles : 


G(z)G(1 — z)0:(mz|N7r)Cn (7) = 1, (13) 


G(z+N)G(1-2:)=1 (14) 


Nous introduisons maitenant les fonctions auxiliaires sur Zy , notées v et w résultant de l’applica- 
tion de l'opérateur translation Y sur V et W , Y f(a) = f(a+1). 


v(a,b) = ah = va aa at; (15) 
ee Head: (16) 


W (a,b) 
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Ce sont des fonctions paires de leur premier argument. 


Preuve de la relation VU = ©. 


L'idée est de montrer que W et & obéissent aux trois mêmes relations de récurrence Rad = 0 
sur chaque paire de variables, et sont donc proportionnelles si la cyclicité entraine lunicité de 


l'état “invariant” solution de R,® = 0. 
d’aprés (10, 11), (15) et (16), nous avons 


1 1 
a(ata+e+5) h(a ta 5) 


Heracle =n 1 x 
+ 6 ata—-fits h aki taty 


1 1 
0 (a4 03+m +5) h (am +245) 
ur (a3, a2) = |] z 


A= 1\? 
+ a (02+ 01m +5) h (as,-m +a2 +5) 


où la fonction h de période N dans ses deux variables 


h(x, y) = O(a + y)O(z — v)63(0) m6? (=) 03 (2) — 03 (5) of (FE), 


est paire et antisymétrique ; c’est Panalogue elliptique de la forme x? — y°. 
Identité. 


Entre les fonctions h, il est facile de prouver l'identité suivante : 


> €:€gh (a, a; + £1) h (a, az + £2) h (a1 — €1,02 — £2) BO 


€1,€2 


(17) 


(18) 


(19) 


(20) 


La somme sur les signes €1, €2, “inclus” dans £1, €2, comprend 4 termes. Après mise en facteur de 


la quantité 
[I 04(a)03 (a1 + £1) 03 (a2 + €) 


Il reste à montrer 


Yane (sn? = sn? (a; +&)) (sn? a — sn? (az + £2)) s 


(sn? (a; — £1) — sn? (az — £2)) = 0, 


ce qu’on vérifie immédiatement pour les coefficients de sn*, sn?, et du terme constant. 


Nous établissons maintenant trois relations entre les v, (a, ...). 
Posant par commodité 


Prue 
la = ta + 3» 


(22) 
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nous avons d’après (17) 
via,ai) = h(a,é; + ai) /h (a, —£; + ai) (23) 


Divisant les quatre termes de l'identité (20), avec ag — a’, par h(a,—&; + a1) h(a, —£2 + a), 
nous obtenons de (20) et (23) la relation entre v et v2 


R3(a) E vi (a,ai)va(a,a2)h(ai — €1,05 — E2) + h(aï + €, as + &2) 
(24) 
—v, (a,a,) h(a} — &,a9 + E2) — va (a,a2) h(a, + &1,05 — £2.) = 0 


Nous avons ainsi trois identités 
Ra(a) =0; (25) 


Considérons alors la quantité ® donnée par le second membre de (7). D’après (25) nous avons 
évidemment 


XC Ra(a)Vi (a1, a) V2 (a2,a) Va(as,a) = 0 (26) 
et d’après (15) et (24) | 
h(a — £a, — £2) X Vi (ai + 1, a) Va (a2 + 1a) Va (as,a) +... = 0 (27) 
soit | 
R3 = 0 (28) 


où R3 désigne l'opérateur agissant sur les fonctions de a1, a2 : 


R3® = h(a), — £1,405 — E2) Y1Y2® 
+ h(aï + 1, 49 + 62) D (29) 
— h(a — 1,45 + 2) VD — h(a) + &1, a4 — E2) Yo@ 


La fonction ® (a, aza3) vérifie donc les trois relations de récurrence 


Rð =0 . a=1,2,3. (30) 


Les relations récurrentes (29), ou les opérations R s'expriment sous une forme intéressante en 
introduisant la translation t telle que 


1 
no(a)=4 (a +5) ou Yor, (31) 


posant ® = t)tot3@ = ® (a1, a4, a3), | 
R3 = tit2R3 (32) 
la relation (29) s’écrit 


Rað’ = 5 E1E2h (ai — É1,a2 — E2) ti t7 = 0 (33) 


€1,€2 
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avec l'expression des nouveaux opérateurs 
R3 = Qı Pa — QP; etcirc. (34) 
où (Qa, Pa) désignent trois couples d'opérateurs s’écrivant d’après (19) : 


Qa = 0} (aa — Ea) ta — 8} (aa + ba) ta (35) 
Pa = 03 (aa — Éa)ta — 94 (aa + £a) ta! 


On peut noter incidemment que ce “spineur”, pour les valeurs du paramètre €, € + une demi 
période, joue un rôle dans la construction du “vecteur” Sa, base de l’algèbre de Sklyanin®) (une 
déformation elliptique des quaternions) en vertu de la formule 


halz, y) = €a V2) gas Yy) ; (æ = 0,1,2,3) 


avec 
BG) 
(y) = ,Ÿ = —102Ÿ, 
oily) 
AE (1,1, 4,1), 
. DS 
€edat+i = | L, q (ikon — 03), p (ioe — kos) so) ; 


pour k = 0, q se réduit à 
qa = (1, —03, 02,01). 


ee . 1 i : 
L’indice de représentation de lalgébre Sa, v = £ + 7 est donné par 2€ = v, modulo une période. 
Preuve de RY = 0. 


Ayant établi les récurrences (30), RS = 0, nous montrons que le premier membre de (7) vérifie 
ces mémes récurrences, c’est a dire 


RW = 0. (36) 
D’après la définition (16) nous avons 
Yı Y = W? (as, ai) w3 (az, a1).Y (37) 
YÜ = wi (a3, a2) w3 (a:,a2).Y 
Yı Y> Y = W3 (az + 1, ai) w3 (a1a2) Wa (a3@)) Wi (a3, az) y (38) 


Utilisant les expressions (18) des w 


h (as, a, +m) 


ME (eue m) wo 
nous avons 
(a +a+m+ 5) 
ws (a2 + 1,41) ws (aa) = y (ax + a2) = [|] ———..< (40) 
+ 0 (a, +a- m3) 
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L'égalité à prouver (36), s’écrit donc d’après (29), (37-38) et (40) 
pla + az) wz (asai) ur (azaz) h(aï — £1, as — E2) + h(aï + €1,05 + E2) 
—w3 (a2, a1) w2 (as, a1) h(a — E1, a3 + £2) (41) 
—w3 (a1,a2) wy (a3, a2) h (ay + £1, as — £2) = 


ou, aprés substitution des expressions (39) pour les w 


p(ai +a) h(az3,aj +2) h(as,a3 +m) me E1, a3 — 62) 
+ h (a3, aï — n2) h (a3, a3 — m) h (ar + £1, 49 + 62) (42) 
-ws (a2,a1) h(as,ai+m2) h(a3,a,—m) h(a, — €1,a) + me 
-ws (41,42) h(a3,a} =m) h(a3,a,+m) h(a, t+ 1,4) — 62) = 
Or légalité (42) coincidera avec l'identité (20) 
So eres h (a3, a, + 92) h (a3,a +m) h(a, — 2,45 — m) = 0, (43) 
s’il existe une fonction C (a), a2) telle que l’on ait la proportion 
y(a,+a2) h(a, —€1,4,—-&2) = Ch (a, — m,a, —m) 
A(a,+&1,a,+&2) = Cha; + n,a, +m) (44) 
w3 (a2,a1) h(a, — £1, a3 E = Ch(ai — 12,0) +m) 
wa(ai,a2) h(ai+£i,as —£2) = Ch (a) + m2,a9 —m) 
On obtient de (44-2) 
0 / + 
C (aiaz) = (ai +a + £1 + £2) (45) 
O(a, +a, +m +n)’ 
à condition de choisir la relation 
fi +m = €2 + M. (46) 
On obtient ensuite de (44-1) 
O(a, + a, — m — O(a, + a +6, + 
play +a) = PER RIT ee À Et tt, (a7) 
(ai + ay + m + m2) 0 (ai +a, — £1 — £2) 
qui s’identifie avec l'expression de y donnée en (40), à condition de choisir 
1 1 
mat 5 =é tbo nm -= 5 = —(m +m). (48) 
Les conditions (46) et (48) se réduisent aux seules suivantes : 
1 
Ea + Na = 5 
(49) 


Lel = Ewsz 


Il reste enfin à vérifier que les relations (44-3) et (44-4) sont cohérentes avec l’expression (39) des 
w3, compte tenu des conditions (49). 
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Nous avons donc démontré que, si les trois paramètres €, sont liés par la relation 3° éa = 1, 
dans l’hypothèse que le produit JT, V (aa, a) soit de période N en a, les fonctions & et Y obéissent 
au même système de double récurrence (30), (36). 

Les poids V et W, formules (10) et (11), correspondent aux fonctions v et w données par 


1 
h (a +a, + 5) 


h (ai +045) (50) 
h (a3,a2 — €; + 1) 
h(a3,a2+&1) ` 


Que reste-t-il à prouver pour conclure que ® est proportionnelle à Y ? (relation (6)). 
Il est clair que, si ® et Y obéissent aux mêmes récurrences, il en sera de même pour les fonctions 
#4 et Y^ modifiées par le même facteur exponentiel 


D (ayaza3) = e7 (A191 + 420244303) (a1 agag) . (51) 


il 


vı (a, a) 


Wy (a3, a2) = 


Supposons que les constantes A, et les paramètres ua, u puissent être choisis de sorte que 4 
soit de période N dans chaque variable aa. Alors les trois opérateurs de récurrence modifiés 
sont représentés par des matrices finies, de dimension N x N x 1. L’unicité du vecteur propre 
commun ^, relatif à la valeur propre zéro, ou encore la non-dégénérescence de cette valeur 
propre, équivaut à l’existence d’un seul “invariant” ou état dont le moment déformé, R = Q AP, 
est nul [7]. La compatibilité des 3 conditions est assurée par les relations de commutation issues 
de (34) et (35): 

[Ri $ Ro] = [Q3, P3] R3 et circ. (52) 


Dans cette seule hypothèse, qui est probablement vérifiée en position générale des paramètres, il 
suffit d'imposer quatre conditions cycliques Zw, pour prouver la relation (7), où W est indépen- 
dant des n, na. 


Conditions cycliques. 


La première est la condition sur le sommand de % : 
[Te Va (aa; a) = N périodique en a. 
Or, nous avons 


V (aa + N) 
Gael Ta (a,a+n) (53) 


et, en vertu des formules (13) et (14), 


1 
V(a1,a+N) _ CA (= (utm +4 +5)|r) 


E Nr) 


II 
V (a1, a) + où (x (uru-&+3) 


La première condition cyclique s’écrit donc 


jee eee x (55) 


1+ On (ut we -f6+5) 


(54) 
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où l’on a adopté la notation rapide 0y (u) = 8i(ru|Nr). 

Reste à exprimer que e~ “4+ V (a, , a) est de période N en aq, ou autrement dit, que les fonc- 
tions ® et Y ont les mêmes multiplicateurs dans les translations N. Ce qui nous donne les trois 
conditions cycliques supplémentaires : 


1 
pers On (ui +u3 — E2) _ On (utute+s) 


y On (ty + uz + €3) On (ui +us +62) on (us tu-& +5) 


Telles sont les quatre relations entre les 4 paramètres ua, u, les €, étant donnés. On peut encore 
écrire ces conditions de symétrie Zy sous la forme 


1 
hyn (ute + 5% 


, = 1. (57) 
a hy (-u téa 45,00) 
2 
h (« — £ ae u) 
hn Gn ~ Go) ta) hn (ty =u) SAO TB (58) 
7 í 1 DE 
hy (u, + €3, U2) hy (uy + £2, us) hy (atetu) 


avec la définition 


hy (x,y) = Oj (42|N7)04(ay|N7) — ... (59) 
= 03(m2|Nr)03(ry|Nr) {sn? (2h ye ; kn) — sn? (2K vy; kw)} x kw. 


Elles admettent des solutions évidentes comme ug = u = 0 etua = u = L, mais il en existe 
probablement d’autres qu’on doit pouvoir suivre par continuité a partir de l’une ou l’autre limite 
circulaire. 


Limite circulaire. 


Les relations limites (q — 0,7 — œ, 6, ~ sin ru) nous donnent 


[| (cos 27 (u + £a) + cos 2rua) = {u — ~u}. 
Soit (cos 27 (uy — £3) — COS 2mu2) (COS 27 (uy — E2) — cos 2ru3) x (60) 
x (cos 2r (uy — £1) + cos 2ru) = {uy — -u;} 


et circ. i 
En dehors des deux solutions isolées, u, = u = 0 (ou =), mentionnées plus haut, nous avons 
obtenu, après un calcul un peu long, la paramètrisation suivante des 4 conditions cycliques 


COS 27 g.COS 27£g = p COS 2Tu (61) 
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p(2p + 1) cos ?2ru = [ [cos 2TEa. 


a 
p? 
=> 341 cos 27u = Hoos PT Ua. 


où, les €, étant donnés avec }` éa = 1, p et ua restent fonctions du paramètre u. On peut encore 
écrire les relations (61) sous la forme 


(62) 


sin ?r (ua +a) + Sin ?r (ua — Ea) — 2p Sin ru = 1 — p. (63) 


La constante Ag (ua, u) est donnée par l'expression 


1 p 
-N Aa | = ——— . tg 2ruq- tg 2r éa. 64 
(ga) + g 2Tu g 27 € (64) 


de sorte que le poids V^, N-périodique dans les deux arguments, est 
VA (aa,a) = e”taheltau)-aAa(uua)y (a, a) (65) 


Ona >>, Aa (u, ua) = 0 en vertu de (55). 
Il serait utile d'examiner proprement les divers cas limites et la correspondance avec les mo- 
déles connus. Signalons la limite 


1 
Im u = Im ua = -c, PSS 
; 1 (66) 
im (ua —u~ 5) = Va 
e?" atga) + e2Ti(va—Éa) = 1, (67) 


qui est la “courbe de Fermat” d’un cas self-dual {2, 4, 8, 10]. la généralisation elliptique de (61) ou 
(63) pour paramétriser les conditions cycliques (56) n’est pas évidente. Pour p = —1, e^ = —1, 
la généralisation de (63) serait 


sn? 2K (ua + £a + 5) + sn? 2K (ue — Ex + 5) = 2sn? 2Ku (68) 


avec la notation ky sn?(u; kv) = (02/02) (slr) ce qui correspond à l’équation 5.17 en 
référence (4), si l’on identifie les paramètres 2u du présent travail avec (u/2¢), (CN = K), du 
précédent ; (ue/2¢) et (u_¢/2¢) correspondant à 2(u + £) et 2(u — £), mais rien n’est encore 
vérifié à ce sujet. 

Le lien entre les poids ici construits et l’interchangeur À construit en (10) selon la méthode de 
Bazhanov [9] reste aussi à préciser. 
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SOLUTION EXACTE D’UN PROBLÈME MODÈLE A TROIS CORPS. 
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(Reçu le 16 juillet 1975, accepté le 25 août 1975) 


Résumé. — Le problème de l’état lié de trois particules en interaction delta à une dimension est 
ramené à la résolution d’un système d'équations aux différences. Dans un cas particulier qui constitue 
un des plus simples parmi les modèles non triviaux pour un système quantique à trois corps 


(m, = m, = m3; 


g3 = 0: 


91 = 92 < 0) 


l'énergie de liaison de l'état fondamental est obtenue en résolvant une équation transcendante. Le 
résultat est cohérent avec celui de Dodd, obtenu par résolution numérique des équations de Fad- 


deiev. 


Abstract. — The problem of the bound state of three massive particles, interacting in one dimension 
via a two-body delta potential, is reduced to the solution of a system of finite difference equations. 
In a particular non trivial case the ground state energy is given exactly by a transcendental equation. 
The result agrees with Dodd’s value obtained by numerical solution of Faddeiev’s equations. 


1. Position du problème général. — Notre point 
de départ est l'équation de Schrodinger pour la fonc- 
tion d’onde ¥(x,, X2, X3) de trois particules de masses 
m,, M, m3, en interaction mutuelle de type delta a 
une dimension 


ia NO dn 

m, ôx? my, OX m, 0x3 
+ (gi (x2 — x3) + g2 d(x, — x3) 
+ g3 (x2 — x,))¥ = 0. (1) 


Nous limitant dans ce travail à la question de létat 
lié, nous ne traitons pas le cas où les constantes 
d'interaction g1, g2, g3 seraient positives. On sait que 
Péq. (1) est aussi celle d’un problème d’optique ondu- 
latoire à deux dimensions. Le problème de diffusion 
(scattering) des trois particules quantiques décrites 
par (1) est en effet équivalent à un problème de diffrac- 
tion dune onde optique incidente par trois lames 
concourantes infiniment minces et réfringentes. Mais 
ceci correspond à proprement parler au cas d'énergie 
positive qui sera traité ailleurs. Renvoyant pour les 
travaux antérieurs aux auteurs cités [1-5], nous expo- 
sons en évitant au maximum les calculs le détail de 
la solution d’un cas particulier non trivial. 

Après séparation du mouvement du centre de masse, 
Y est une fonction des coordonnées relatives et peut 
s'écrire symétriquement en introduisant des coor- 
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données polaires p, 0 ; on définit les angles 6; (j = 1, 2, 
3) par les expressions 


mm 
6,=0, tg = +, 
mi M 
(2) 
RE mm3 
tg 03 = Je m 
avec m =m; + M2 + Ma. 
On a les inégalités 
0=0 <0 <5 <0, <n. (3) 


En coordonnées polaires les distances relatives s’écri- 
vent sous la forme 


i Im; +m 
(x; — x,) = p sin (0 — 6;) Te 


(j, k) = (1,2,3). (4 


Au lieu des constantes g;, on introduit les couplages À; 


tels que 
a Jk 
A= —g .] x : > 0. (5) 


Introduisons un indice de sommation « variant de 1 à 6 
tel que 
043 =a +7, (a = 1,2,3) (6) 


Aq+3 = À; 
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nous obtenons, après séparation, Péquation d’onde à 
deux dimensions 


6 
dy- eyt E AAO- 0)¥ =0. (D 


pour la fonction intrinsèque W(p, 0) d’énergie de 
liaison 


B=- e. 


On ne connaît de solution à l’éq. (1) que dans ce 
qu’on peut appeler le cas trivial, ou cas sans diffrac- 
tion, réalisé lorsque les couplages et les masses véri- 
fient les deux relations 


I a LB naa. (8) 
M + M3 m, + Ma m, +m, 


La fonction d’onde de l’état lié est alors la suivante 


V(x,,X2,%3) = 


a 7 atm mal — xa +mimslxi— x3] + mms x2—x3|} (9) 


et correspond à l’énergie de liaison 


2 


q = a°(m, + m2) (m, + m) (m, + ms) = 


|91 9293| 

cé oa (10) 
Dans le cas général on sait réduire le problème de 
trouver une fonction vérifiant (7) à la résolution d’un 
système d'équations aux différences finies. Soit € 
la parité de l’état ÿ qui, au vu de l’hamiltonien, est 
un bon nombre quantique 

eÿ(r, 0) = wr, 0 + n). (11) 
Etendons la définition de ÿ aux valeurs négatives de r 
par la formule 


ÿ(— r, 0) = er, 0) = Wr, 0 + x). (12) 
Posons 
Plr) = wr, 0) 
rap = (r? + r° — 2rr' cos 0a)? (13) 
88 = | 0a — Op | 
On notera 
Wars) = Wal r) = er) (14) 


Tap+3lls r’) = ral, = r') 


Il est facile d'établir que l’éq. (7) augmentée des 
conditions à l'infini est équivalente aux équations 
intégrales couplées 


3 +o 
ydr) = + È 4] Koara Wyle) dr. 
27 B= acs) 


a= 1,2,3 (15) 
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où K,(z) désigne la fonction de Hankel décroissant en 
el à l'infini (z réel). On a montré [9] que l’opérateur 
intégral défini par (15) contracte les fonctions de la 
classe C- yz ainsi définie 


War) E Cz, , 
si 
; 1 
lim — log wp) = — čą- (16) 
pee Wp) 
On pose č, = sin y„ et par conséquent 
T T 
4 < Ya € 5: (17) 
On définit la transformée 
7X (@) = | Wr) ere dr. (18) 
0 


Considérée comme fonction analytique de œ, elle 
est sûrement holomorphe dans la région 


Re sin «© + sin y, > 0 
et, sur laxe réel, dans l'intervalle 
—y7,<O<y, +R. (19) 


On montre alors que l’équation intégrale (15) est 
équivalente aux trois équations aux différences finies 


Elo) + ex,(@ + 7)] (24 cos w — A,) = 


g > l Alto + 0,8) + Explo + 7 — 0ap)] (20) 


relations valides dans tout le domaine de prolonge- 
ment des fonctions x, à partir de l'intervalle réel 


-—y<o<y; y= Miny,. (21) 


Dans le cas des masges égales et de la parité positive, 
ona 


T 
023 eae 


et le systéme (20) prend la forme 


[xyi(m) + xœ + 2)] (2 qcosw — 1.) = 


= alelo + 5) + n(o + 22) |+ 
+13 [e (e + :) dy (e + 3] (23) 


avec les deux autres équations obtenues par permu- 
tation circulaire des indices. 
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L’objet du présent article est d’exposer la solution 
correspondant au cas particulier non trivial 
m, = Mm, = M; 


gi = 92 #0; gs =0. 


Rappelons que le cas trivial correspond ici à 
gı = g2 = g3, puisque les masses sont égales. Don- 
nons un raccourci de la solution dans ce dernier cas. 
On a x; = X2 = %3 Prenant comme fonction incon- 
nue 


f() = 1 +3) z(o +25) (24) 


le problème trivial consisterait à trouver une solu- 
tion paire de l'équation aux différences issue de (23) 


SUR 


__2gcos © + 1 
2qcosw — 1 


f(a) = 0 (25) 


telle que f(@) soit holomorphe dans l'intervalle réel 


T 


3 (26) 


m 
y 3 < © <7Yy + 


et tende vers zéro à linfini. La représentation inté- 
grale (18) et l'équation fonctionnelle (25) permettent 
de décrire les propriétés analytiques essentielles de f. 
Donnons brièvement le résultat : l’abscisse de conver- 
gence est évidemment telle que cos y = 1/2 q. Pour 
la valeur y = x/3, c'est-à-dire q = 1, f(w) est 2 n- 
périodique et méromorphe et, de fait, proportionnelle 
à (2 cos w + 1)7!. On en déduit 

Re) 1 


x(w) = | sin © + ar 


qui est la transformée de exp (- p sin en , la fonc- 


3 
tion d’onde du cas trivial étant d’après (9) 


Wp, 0) = exp |- T fisa o] + 


sin ( + a (27) 


Nous constaterons que la solution du cas non 
trivial, que nous donnons maintenant, est beaucoup 
plus complexe, bien que l'équation aux différences 
soit très semblable à (25). 


+ 


2. Méthode de solution de l’équation aux différences. 
— Nous traitons désormais le cas particulier défini 
par le choix : 


et nous nous restreignons à la détermination de 
l'énergie de l’état fondamental, pour laquelle on 


sin aoe + 
3 
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calcule aisément une borne variationnelle avec la 
fonction d’essai exp(— « | x; — x, | — «| x3 — x3 |); 
on trouve q? > 4. Sa parité est positive. Nous avons 
X1(@) = x,(@) et nous posons 


flo) = nfe + 5) + n(o + 2) . (28) 
L’éq. (23) nous donne la relation 


sfo + 5) +/(0 s 5) = x(0) fo) 9) 
avec 
COS © 


x(w) = (30) 


1 
COS © — Iq 


Le problème consiste à trouver une fonction ana- 
lytique réelle, paire, solution de l'équation aux diffé- 
rences (29), nulle à l'infini et holomorphe dans 
l'intervalle 


T 


_ T _ < OO < 
? 3 


3 +y. 


(31) 


Ces propriétés résultent de la représentation (18). 
La fonction sera aussi positive sur l’axe réel, puisque 
la fonction d’onde du fondamental est positive. 

D’après (18), f est holomorphe dans l'intersection 
des domaines 


Re sin (o +3) + siny > 0, 
(32) 
: 27 ; 
Re sin (o + 4) + siny>0O, 
qui contient donc toute la bande 
T T 
RP < as 
3 Seos +z. (33) 


Pour définir l’abscisse de convergence y on a évidem- 
ment 


L 


T (4 


cos y = 


avec les inégalités 


la première résultant de la borne variationnelle. 

A laide de la relation fonctionnelle (29) on montre 
facilement que f est méromorphe dans le plan, les 
pôles étant situés sur l’axe réel aux abscisses 


E Yio w= ytne, neZ (35) 


l'ordre de multiplicité étant | [n/6] + 1 |. 
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Par analogie avec la théorie des équations diffé- 
rentielles 4 coefficients périodiques, on est conduit a 
itérer l’éq. (29) de façon à former une équation d’in- 
crément 2 x. ‘On obtient 

Slo +27) + flo — 22) = Xo) fw) (36) 
où la fonction X, n/3-périodique, a la définition sui- 
vante : 


X 1 0 0 0 1 
1 x, 1 0 0 0 
0 1 x, 1 0 0 
X(w) = +2 (37 
ON Oe Od ee a à 67 
0 0 1 x 1 
1 0 0 0 1 xs 
où l’on a posé 
T 
Xn = x(o,) > O, = © + Fos (38) 
Le calcul donne 
Alw) + do 
avec les notations 
A(w) = 9 cos? y — cos? 3w, 
(œ) y (40) 


Ay = Aly) = 16 cost y3 — cos? y). 


Ce résultat montre que la solution associée à l’état 
fondamental ne peut être 2 2-périodique, contraire- 
ment à ce qui se passe pour le cas trivial où l’on obtient 
après calcul analogue sur l’éq. (25), X = 2. Cependant 
la valeur cosy = /3 correspondant à q = 1/,/6 
est admissible pour le problème de scattering (état 
lié à deux particules diffusé par la troisième) et il 
existe pour cette valeur exceptionnelle une solution 
périodique facile à construire. 

Toujours guidé par l’analogie avec les équations 
différentielles, on montre que la solution f(w) est 
une somme de deux fonctions g(w) et ÿ(w) 


Sœ) = gw) + ĝo) (41) 
admettant des facteurs de périodicité tels que 
ae a 
ato +27) =" (@) ae (42) 
glo + 27) = nla) Jw) 
avec 
X(@) = n(@) + no) (43) 
c’est-à-dire 
(w) = V4) + V4 (44) 


VA&) — V4 


de sorte que l’éq. (36) est vérifiée. 
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Le multiplicateur y contient l’irrationalité J A 
qui joue un rôle`essentiel dans toute la suite. Si l’on 
remarque que la surface de Riemann de la courbe algé- 
brique en e° définie par y = + \/A possède deux 
feuillets, il existe plusieurs dissections admissibles du 
plan complexe œw pour que n(@) soit monovalué dans 
la plan ainsi coupé. Nous avons choisi le système de 
coupures qui rend le plus aisé l’étude du comporte- 
ment asymptotique de f au voisinage de w = œ. 

Nous coupons donc le plan par les segments C, 


T 
Fo 


C: Rew = nz 


— À < mo < +A (45) 


où l’on a défini À > 0 de sorte que l’on ait 


3 cos y = cosh 31. (46) 


La fonction \/4 = \/cosh? 3 À — cos? 3 w est alors 
une fonction impaire de période 27/3, vérifiant 


aay = 4(o+5) = - /A&) (47) 


la branche choisie étant positive dans le premier feuil- 
let sur les intervalles [0, 2/3], [2 2/3, x], .... Elle est 
réelle le long des coupures. Au voisinage de 

Immo= +o, 
nous utiliserons 


JA = se? Ja = e62+ bivy (1 =. e7 63+ Gi) (48) 


Nous verrons que l’irrationalité qui est celle de y 
sera aussi celle des fonctions g et g. Or nous voulons 
construire une fonction f méromorphe, donc uni- 
forme. Soient w et & deux points de même affixe 
dans le plan œ mais appartenant a des feuillets diffé- 
rents de la surface de Riemann, nous prendrons 


GG) = glo). (49) 


D'après un théorème classique, la condition d'uni- 
formité (49) est équivalente aux relations sur les 
coupures 


(E+ 020) -a(F +H Fo) 


-Agvetd, nez. (50) 


Le choix (49) est compatible avec (42) puisque la 
définition de 7 entraîne 


Ao) = n° "(o). 


L'analyse conduit à chercher g(w) comme solution 
paire de l’équation 


ao + =) + a(o = 5) = x(w) ÿ(w) (51) 
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qui entraine 


a(o + 5) 4 a(o - 5) = x(@) gw) , 


et par conséquent (29). La solution g devra étre méro- 
morphe dans le plan coupé, et en fait sur l’un et 
l'autre feuillet. Les seules singularités non polaires 
à distance finie étant les points de ramification de 
JA. Les seuls pôles de g sont d’ailleurs donnés par 
(35). 

Par itération de (51) on obtient 


glo + 2) = Pow) a(» + 5) - P (œ) go) 
- (52) 


Jl + 27) = tua (v + z) — P(w) Xw) 


où les fonctions rationnelles périodiques Po, P, 
sont définies par la récurrence 


Pasi + Pi + XO,, = XPa —6<n<+6 
avec 
Pie Pg 2:04 =P_,=1 (53) 
De (52) et (42) on déduit 
n 
Plo) +n Po(o = 3) 


ie + So - 


P 
10 # fac ) = a 1 
0 


On en déduit aussi que le produit g(w) ÿ(w), qui est 
uniforme et méromorphe dans le plan w, est propor- 
tionnel à P,(w), à un facteur z/3-périodique près. 
Calculant explicitement P, à partir de (53), on 
obtient 


~ Pi) + no) 


Po (» + :) 


P,(o) +47! 


Pœ) 


Il 


. (54) 


R(@) 
P 55 
(2) cos? 3 y — cos? 3 w OF 
avec 
R(w) = 2(cos w — cos y) x 
x (8 cos? © — 9 cosœw — 3cosy). (56) 


Comme g n’est défini pour l'instant qu'à un facteur 
méromorphe r/3-périodique près, nous posons 


go) Fo) = Rœ) Ca) (57) 


avec C méromorphe ; 


cw) =c (o +5). 


Introduisons le quotient 


Elw) = g@)/G(@) . (58) 
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E est méromorphe sur l’un et l’autre feuillet et vérifie 
en vertu de (54) et (58) les seules relations 


E(w) E(w) = 1 Ew) E@)=1, weC, (59) 
C2) Po) + no) | 

E(w) E(o 5 LP te hœ) (60) 
ho) = A@) — č y Alo) (61) 


AG) + E Alo) 
Le calcul explicite nous donne 


Alw) = cos «(8 cos? © — 9 cos w — 3 cos y) + 
+ 3 sin @(cos w — cos y) (8 cos? œ — 3) (62) 


JA 
č = ./6— 4 cos? y = ° 


4 cos? y 
avec les propriétés, pénibles à vérifier directement, 
mais découlant de celles des P, : 


A(— wo) = a(o-3) 


AX) — E A(w) = R(w) r(o + 5) . (65) 


(63) 


(64) 


Avec la normalisation définie par (57) on a 


au g( + 5) = (Alw) — č /4(w)) C(w) (66) 


qui, à l’aide de (64), permet de vérifier tout de suite la 
récurrence (51). 

Nous aurons donc la solution générale de notre 
équation aux différences si nous savons construire 
la solution générale des relations (59), (60). 

Définissons la fonction e(w) 


wo) h(w ~ 3) 

3 

i i= m 27 

c’est-à-dire, d’après (61) 
-ëA Aisia 

Ay eer A, +e ja 
AeA deg EN A 
A= ëA AnA 


avec la notation A, = A(w,). 
On déduit de (67) et (68) les relations 


(67) 


e(w) = 


(68) 


h°(@) 


eo) elo) = To) ho à 


(69) 
elw) Xw) = 
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Supposons qu’on sache construire la solution de 
Péquation fonctionnelle 


PO) Po) = Mo) Mog) Ho») (70) 
ow) Go) = 1 


toute fa difficulté consiste à trouver une de ces fonc- 
tions @ pour laquelle la fonction (eg)! soit uniforme 
et méromorphe sur l’un et l’autre feuillet. Si l’on 
appelle Eç(w) une solution méromorphe des rela- 
tions 


E(w) E(w) = | | (11) 
E,(@) Ew) = 1 
la solution cherchée pour E s'écrira 
Elw) = E(w) (elw) oo)? . (72) 


La section suivante est consacrée a la construction de 
la fonction (w) telle que ọ et E soient méromorphes 
sur la surface constituée des deux feuillets, définie 
par la dissection C,, n eZ. 


Pour des fonctions comme Ey qui est 2 x/3-pério- 


dique, ou comme e(w) qui est 2 x-périodique, méro- 
morphe signifie méromorphe sur la surface de Riemann 
de la courbe algébrique (e*”, J A) dans le premier cas, 
ou de la courbe (eï”, \/4) dans le second. Mais pour 
des fonctions comme ¢ ou E qui n’ont pas de période, 
il faudrait introduire la surface de Riemann de la 
courbe transcendante (a, VJA pour parłer de fonc- 
tions méromorphes. Nous dirons plus simplement 
méromorphe et uniforme sur les deux feuillets, le 
point à linfini étant exclu. Nous appellerons S 
cette surface privée des points images de w= oo. 

Nous verrons plus loin que l’uniformisation ellip- 
tique de la courbe (e%*, /A) peut être introduite 
avantageusement pour résoudre les équations du 
genre (71) et sera utile pour le calcul numérique 
final, En ce cas les fonctions uniformes et méromorphes 
sur S s'expriment à l’aide des fonctions 0. Si l’on 
inclut le point à l'infini, les fonctions méromorphes sur 
$ sont tout simplement les fonctions rationnelles des 
deux variables e"? et \/A. 


3. Factorisation de @. — Puisque nous avons à 
construire une fonction ọ telle que (ep) * soit uni- 
forme, il est nécessaire de contrôler les pôles et zéros 
des diverses fonctions e, @, et même de connaître 
exactement leur multiplicité. Commençons par h 
définie par (61); il suffit de se placer dans le premier 
feuillet. En vertu de (65), il existe dans une bande de 
largeur 2 z, 16 zéros ou pôles de k qui sont les 8 racines 


de R(q) et les 8 racines de R (o + z} D’après (56), 


on a à résoudre une équation du troisième degré en 
cos œw. Si l’on pose 


cosy = osso 


(73) 
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les racines de R sont 
cos @ = cos y, 
3 3 27 
cos, feos (6 2 28). 


Si l’on se restreint légitimement d’après (34) à lin- 
tervalle de variation 


(74) 


3 <?<3: 


on constate que trois racines sont associées à des 
angles réels, soient y, B, œ, et la quatrième est associée 
à un angle imaginaire pur, soit iz. On a donc 
R(w) = 16(cos œw — cos y) (cos œw — cos B) x 
x (cos œw — cos «) (cos œw — cosh x). (75) 


La localisation peut être précisée de la façon suivante : 


> À, 


(76) 


LUE] 
= 
Is 

Nae 


On vérifie aisément sur la définition (62) de A(w) 
les inégalités 
A(a) < 0, 


A(B) > 0, Aly) <0, 


l AG) > 0. (77) 


On en déduit que dans le premier feuillet A(w) a 
pour zéros 


-y 7-3 i, +ip-3  (mod2r) 
(78) 
et pour pôles 
Y, -7-5 ta, +B, 
(79) 


T 
a-z +f- 


| 


Pôles et zéros sont échangés dans le second feuillet. 
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Dans une notation symbolique assez claire nous écrirons 
à (cos w — cosh x) (cos w, — cosh p) . 
(w) ~ (cos w — cos a) (cos w — cos f) (cos w, — cos x) (cos w, — cos £) 
sin 4 + y).sin 3(@, — y) (80) 


sin 4(w — y).sin Hw, + y)’ 


ce qui signifie que A(w) a les mêmes zéros et pôles que le second membre dans le premier feuillet uniquement. 
Passons maintenant à l'étude du second membre de la relation (70) pour +. Le produit Aw) h(w 2) hw) 
est 2 x/3-périodique et doit s'exprimer rationnellement en fonction de JA, cos 3 w, sin 3 w. 
Dans ce but, remarquons l'identité suivante qui résulte directement de (54) ou (65) et de la relation 


glo + 27) = n° glo): 


Ai+EVA Até [JA Ast iJ _J4- Jd 


Ae ËA LAS CU Agee Jae AAs 


Si l’on définit a(w) par la relation 


(Ay — E VA) (A, — EA) (Aa — ESA) = (/4 + Aoao). 


on déduit donc de (81) les propriétés 


+de 6 
et l’on peut écrire 
hlo) ho) hw) = no) or (84) 


A l’aide de (80) on voit que le premier membre de (84) 
a les mêmes zéros et pôles dans le premier feuillet 
que l'expression 


o) cos 6 w — cosh 6 u 
(cos 6 w — cos 6 x) (cos 6 w — cos 6 B) 


nt (85) 


et, dans le second feuillet que 


(cos 6 w — cos 6 x) (cos 6 œw — cos 6 B) 


Ko) (cos 6 w — cosh 6 y) 


On en déduit la factorisation suivante 


a(o) 


= = 1,(@) n,(@) n,(@) , 


ao) Ce) 


avec les définitions 


sin 3a ./A(w) + sin 3 w ./ A(a) 
Lo. eee 
sin 3 a Alw) — sin 3 w A(x) 


sinh 3 u AO) = = ST sin 3 w 
OS i ns -Ai sin 3 © 


. (87) 


(81) 
(82) 

et les inégalités 
JA@ >0, SAB) <0, 1 Jali) > 0. (88) 


Les quotients 7,, g 4, ont les propriétés de méro- 
morphie sur S, de périodicité 2/3 et vérifient 
(89) 


nfo) ÃO) = 1, fw) = n{-— w), ete... 


On vérifie sur la définition que, dans le premier feuillet 
n,{@) est sans zéro et a les pôles de 


(cos 6 w — cos 6 x) !. 


Idem pour Ng- Par contre #,(w) a les seuls zéros de 
(cos 6 œ — cosh 6 u). Pôles et zéros s’échangent dans 
le second feuillet. 

Nous obtiendrons donc la solution de (70) en 
cherchant quatre fonctions, g,, ... méromorphes sur 
S, solutions des équations 
(90) 


PAC) PAS) = Nk) ’ Q,(@) GA) = 1. 


Idem pour py, P, 3 ia quatrième pour pọ est analogue 


Pl) polo) = no), Polo) Pol) =1. (91) 
La solution générale de (70) est alors 
olo) = aol) Go) PLO) Gf) po) (92) 
avec aç(æ) méromorphe sur Š et vérifiant 
aM) a(a,)=1,  ag(w) do) = 1. (93) 
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4. Uniformité de E sur $. — D'après (72) il nous 
faut construire une fonction E méromorphe sur $ 
et, par conséquent uniforme, c’est-à-dire que les 
zéros et les pôles du produit e(w) g(o) doivent être 
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triples sur l’un et l’autre feuillets. A l'aide de la défi- 
nition (67) et du résultat (80), on voit que e(m) a 
dans le premier feuillet les pôles et les zéros de l’expres- 
sion rationnelle : 


(cos 3 œ — cos 3 x) (cos 3 œ — cos 3 p) 


cos @ — cosh u 3 
(cos w — cos x) (cos w ~ cos f) 


(cos 3 w — cosh 3 u) 


Donc, en ce qui concerne les pôles ou zéros en + &, 
+ B, + in, le problème de la multiplicité triple sera 
résolu, si nous construisons o, solution de (90), 
de sorte que o, ait dans le premier feuillet les seuls 
pôles de (cos 3 œ — cos 3x) ! et dans le second 
feuillet les seuls zéros de (cos 3 & — cos 3x); de 


sin 4(w_, + y) sin Xw, — Y sinio, + y) sinio — y) (04) 

sin Xo, — y) sin }(@, + y)/ sin 3(@2 — 7).sin (oa + 7) 

b à 
dw’ 6 sin 6 o 

Fw) -Í — ` . (95) 

a JAW) cos 6 w’ — cos 6 w 

On montre aisément que la fonction 

po) = exp { y Alo) Fo) } (96) 


méme 
pa ~ (cos 3 w — cos 38)", 


Pı ~ (cos 3 œw — cosh 3 y). 


Puisque les #, ont la période x/3, il résulte de (90) 
que Pu Pp, Py Ont la période 2 x/3. Pour résoudre 
(90) une méthode très valable consisterait à unifor- 
miser la courbe (ei, J). Mais comme cette unifor- 
misation ne semble pas pouvoir être utilisée d’un 
bout à l’autre de ce problème, il est plus coherent 
et aussi simple à ce point de donner une représen- 
tation de ọ, dans la variable w. Une méthode très 
générale consiste à introduire l’intégrale de troisième 
espèce [7] 


— 


sin3a@./4 + sin 3 w./A(a) 
Palo) =- V2 


i sinh 3 À ./cos? 3 © — cos? 3 a 


es sin 38/4 + sin 3 w AB) 
Palo) = - 

| i sinh 3 4 /cos? 3 w — cos? 3 f 
i — l ere 
sinh 3 u /A — 7 v At) sin 3 œ 
sinh 3 À \/cosh? 3 u — cos? 3 w 


— 


A (2) 


Ces trois fonctions sont des solutions particulières 
de (90) dont l'arbitraire est essentiellement celui 
de la borne inférieure des intégrales. Notre principe 
pour les choisir est de construire des fonctions uni- 
formes au voisinage de linfini puisqu'il sera néces- 


+ exp {3va{ 


est méromorphe sur $. Analysant les parties singu- 
lières de F,(w), on déduit que 


cos 3w + cos 3 b 
cos 3m — cos 3b° 


p(w) ~ (97) 


On a les propriétés : 
és) = 1-0) = d (a + 2) 
7 (98) 
pw) to) = 1, Pw) Pw) = 1. 


Nous avons obtenu les solutions suivantes dont on 
vérifie facilement qu’elles satisfont les relations (90) 


Ex faya dw sin 6 w } 
sn/o Ja cos 6 w — cos 6 w 
8 


dw’ sin 6 w | 
r/2 JA’ cos 6 w — cos 6 w 


(99) 


ip , a 
ana) E | 


ia JA’ cos 6w' — cos 6 œw 


saire de connaitre leur comportement asymptotique, 
et en second lieu de définir les radicaux en coupant 
le plan de façon a conserver la connexité du domaine 
ou la fonction est monovaluée. 
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C’est pourquoi les deux radicaux 
(cos? 3w — cos? 3 a)"? et (cos? 3 œ — cos? 3 p)? 


seront définis comme fonctions paires de période 

r/3, de sorte que ®, et Pg soient impaires. Par contre 

(cosh? 3 u — cos? 3 w)!/{ sera choisi impaire, de sorte 

que ®, Soit paire. Les branches seront ainsi définies : 

Jia) > 0 

VA) < 0 

by ET 

7 Jilin) > 0 
(100) 


cos? 3 w — cos? 3.4 Jaai = 


eos? 3 w — cos? 3 B Jozin 


cosh? 3 p — cos? 3 ow |, 


de sorte que lon ait la normalisation 


lid) = palih) 


pi) = 1. (101) 


Reste à construire o, méromorphe sur $ et vérifiant 
(91). A cette fin on remarque que la fonction log n(w) 
est uniforme dans le plan disséqué par le système 
de coupures en croix C, UC, 


Cipra- -r++ 03] 


(102) 
; Ts n 
Cis |- il + n3» i + "$ 
avec les propriétés 
log n(w,) = — log y(œ) = logn(— mw). (103) 


On vérifie tout de suite que la fonction ci-dessous 
est solution de l'équation récurrente (91) si G(w) 
est x/3-périodique 
30 ne 
pol) = exp $~ — log nlo) — 6 / Aw) Go) ? . 
(104) 


Pour déterminer G de sorte que py soit uniforme sur $ 
et vérifie l'involution (91), on trouve 


G(w) = zf ——— £ 
nd, SA) cos 6 w — cos 6 w 


w do’ sin 6 w 


(105) 


Dans (105) le contour va de y = 3 — yà à en longeant 


les coupures Cy et Co dans le premier quadrant. Le 
contour peut étre déformé à condition de ne pas 
croiser le pôle de lintégrant. G est impaire de sorte 
que @ est paire. On vérifie à l’aide d’un résultat 
classique [8] (Mushhelishvili) sur les valeurs limites 
d’intégrales singulières 


poli) = 1. (106) 
On déduit de (101) et (106) 
Po Pa Op Eu) = 1 (107) 


Quelles sont les multiplicités des pôles et zéros de 
la fonction @ ainsi construite ? 

D'après le choix (99), en ce qui concerne les pôles 
et zéros d’affixe ta, + B, + ip, nous avons 


g(a) cos 3 œw — cosh 3 u 
am) (cos3w — cos 3 x) (cos 3m — cos 3 fp)” 
(108) 


et, par conséquent si log & est holomorphe en ces 
points, nous aurons d’après (94) 


cos w — cosh y > 
(cos w — cos a) (cos w — cos f) } ` 


e(w) p(w) ~ ( 


(109) 


de multiplicité triple. 

Reste à examiner les points d’affixe + y, où pôles 
et Zéros de p proviennent de @, et éventuellement 
de do, encore indéterminé. 

En ce qui concerne Qo, il suffit de calculer les 
parties singulières de log pọ d'après (104) et (105). 
Dans une notation un peu rapide mais suffisamment 
claire, nous écrivons 


À 
sing |e log no] = 


+ 
& 


3 
= z (=)! y, log (0? — +2) 


— &: 


sing [6 JA G(w)] = 


3 fee 
- 3-9) È (-Y7 log (wo? — 


2 
vn) | 
| 


(110) 


Les pôles et les zéros de gp dans le plan disséqué 
sont donc ceux du produit formel 


polo) ~ J] (0? = omer. AN) 


Choisissons la fonction a,(w) encore indéterminée 
de sorte que 


cos 3 w + cos3 y 


a 2 D 2yu-r! 
Gol) cos 3 w — cos 3 y Il G in) 
(112) 
D'après (95)-(97) il suffit de prendre 
? ; ; 
aoje vaf dw 6 sin 6 w | 
6 V 4" cos 6H’ — cos 6 w 
(113) 


pour que ao soit paire, méromorphe sur S et véri- 
fiant (93). 

Dans ces conditions, d’après (111) et (112) nous 
avons 
nez. 


ao) poto) ~ [I] (@? = 7” (114) 
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Montrons que les pôles et zéros du produit e(@) p(w) 
ont tous une multiplicité triple. 

Du fait de (109) il suffit de considérer les points 
+ y, auxquels on restreindra l’équivalence ~ 
de (94) on déduit 


2 _ 42 2,2 N2 
oO Noe (Soe) 09 
et de (114) 
ao Po ~ on tee (= LE } (Z= 2) ee 
© — yi W — Y-2 w — 73 

(116) 

et par conséquent 

w — yi © — yi2 

omits D n 


o — ys (w? = 726)? 


Il existe donc une fonction 


(edo Po Pa Pp gy? 


qui est paire, uniforme et méromorphe sur § et 
vérifiant les relations (59)-(60). En vertu de (107) 
et (113) on choisit la branche de la racine cubique 
de sorte que l’on ait 


(ep)? lo=i = 1. (118) 


Par construction les seuls pôles et zéros de (ey)! 
sont, dans le premier feuillet, ceux du produit formel 
(117) auxquels il faut ajouter, d’aprés (109) ceux de 


cos w — cosh y 


(cos œ — cos «) (cos œ — cos Bf)" 


5. Méromorphie et croissance de f(w). — La cons- 
truction de la fonction E(w) conduisant à une fonc- 
tion f(w) méromorphe n’est pas encore achevée. 
D'après (57) et (58) nous avons 


glo) = y Co) R@) Eo) , 
‘dont le prolongement dans le second feuillet définit 


ão) = y Clo) RO@)/EO) , 


(119) 


(120) 


avec la branche convenable du radical. 

Pour que g soit méromorphe sur §, il est nécessaire 
que tous les pôles et zeros des fonctions CRE et 
CRJE soient de multiplicité paire. Supposons que C 
n’ait ni pôle ni zéro sur $, sauf peut-être aux points 
de ramification 


bidtng. 
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Montrons que le choix 


Eo) = Elo) — lelo) oo) (121) 


ao(@) 


où Ey sans zéro ni pôle sur Š vérifie (59), entraîne que 
f(@) soit uniforme dans tout le plan. 

Examinons d’abord l’uniformité de g (et g) aux 
points +a, +f, + in(mod2z). 

Nous avons montré l’équivalence (dans le premier 
feuillet) 


cos œ — cosh u 


E(w) ~ cos œ — cos a) (cos œw — cos B) ` 


(122) 


Or nous avons 
R(@) = 16(cos © — cos y) (cos w — cos a) x 
x (cos & — cos B) (cos œw ~ cosh y). 


On en déduit uniformité de g et g dans les voisinages 
en question, et 


g(w) ~ (cos w — cosh p), 


g(w) ~ (cos w — cos «) (cos w — cos £). (123) 


Examinons maintenant les points + Yp 
D'après (112) nous avons dans le premier feuillet 


1 cos 3 œ — cos 3 y 
dow) cos3a+cos3y 
wo -y o -y 
~ (0? = PF (29) 
PER 6-7 
et par conséquent, d’après (114)-(117) 
1/3 
(ep) ~ (w? — y?) x 
ao 
(o? — 3)? (@? — ya)? (@? — ve)” (@? — ya) … 


(wo? — y7)? (wo? — 73)? (@? — 78)? (@? — 79)*... 
(125) 


où l’on aura noté la multiplicité impaire des zéros 
en + Ys + Yo + Yiz 
Il résulte de (125) que les deux fonctions 
(cos w — cos y) E et (cos œ — cos y)/E ont tous leurs 
zéros et pôles d’affixes + y, de multiplicité paire. 
Précisons : dans le premier feuillet, les zéros de 
g(@) sont : 


Yo Var Pa simples ; 


Ve» Ys» Yio doubles; etc... 


et les pôles : 


Yı» Y3» Ys simples ; 


Y7» Yo. Yıı doubles; etc... (126) 
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De même pour @, les zéros simples sont y,, 73, Ys 
et les pôles simples y2, ya, Ye- (g(w) étant paire on 
n’a donné que les abscisses positives.) 

Nous pouvons donc conclure à l’uniformité de g et 
ÿ sur $, et par conséquent à la méromorphie de f 
dans le plan œ, à la condition que le produit ./CE, 
soit uniforme sur $. 

Nous pouvons aussi conclure de (126)-(127) qu'il 
est suffisant que C et Ey soient sans zéro ni pôle sur 
Š, sauf. peut-être sur les points de branchements, 
pour que f = g + ÿ ait les propriétés d’holomorphie 
exigées section 2 en (31) et (35), sauf peut-être aux 
points 

. T 
+tih+n 3 
que nous nous réservons d’examiner plus loin. 

Le mécanisme de construction d’une fonction E 
vérifiant (59) sur § est clair. Toute fonction méro- 
morphe sur une surface de Riemann peut toujours 
être décomposée en facteurs élémentaires du type 
;,(@)-(96), les pôles et zéros étant arbitraires. Il est 
évident qu'on peut toujours trouver dans notre 
cas un polynôme trigonométrique C(w) de période 
n/3, s'annulant aux pôles de E et de E`! avec une 
multiplicité convenable pour que f soit holomorphe 
dans une région finie quelconque, mais ceci se paye 
sur la croissance de f. C’est pourquoi seule la consi- 
dération des propriétés de croissance des diverses 
fonctions E, R, C achévera de déterminer f. 


5.1 CROISSANCE DE f. — Même ignorant la forme 
exacte de ŒE encore indéterminée, celle-ci sera 
du type ġ (œw) comme les autres facteurs qui entrent 
dans E. Le type de croissance de E est simple à déter- 
miner; les intégrales du type F,(w) qui entrent dans 
la définition des @ sont holomorphes à l'infini dans 
chaque demi-plan. Pour Jmw = + œ, on a 


VA « 5e F,(@) = O() (127) 
et par conséquent en général 
E(w) oc exp { Cte.c3 mel } , (128) 


La fonction f doit tendre vers zéro à linfini; or, 
C(w), uniforme et méromorphe dans le plan «, 
ne peut compenser une telle croissance. Il est donc 
nécessaire que la constante figurant dans (128) 
soit nulle. Si l’on examine le terme dominant suivant, 
on constate que, les fonctions du type F,(w) étant 
n/3-périodique, la contribution qu’elles fournissent 
en exponentielle est O(c”). En fait les termes domi- 
nants proviennent des facteurs e(w) et polo) : 


elw) = exp { O(e)}, polo) = exp { O(w e**) }. 
(129) 
Du fait de la relation 


E(w) E(w) = hw), lim A(@) = 1, 


a> ao 


(130) 
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la constante figurant dans (128) étant choisie nulle, 
on a les deux possibilités : 


a) lim Eœ) = +1:  b)limÆ(w)= —1. (131) 


Dans le premier cas, on aurait 


fœ) = Y Cw) O7) puisque Rœ) = O74); 


(132) 
Dans le second cas, on aurait 
lim E= +i (133) 
o” to 


et, par conséquent, en vertu de (129), le comportement 
de 


=, J 
vE + 


serait dominé par celui de 


iJe+—, 
1 fe 


c'est-à-dire O(e) 


=> f(w) = y Cw) Oe **). (134) 
On voit done qu’il est nécessaire que C(w) décroisse 
au moins comme e®” pour Jm œ = + oo. Dans 
l'hypothèse a), on aurait foc ef”, ce qui est compatible 
avec l’équation récurrente (29) pour œw = oo; dans 
l'hypothèse b), il faudrait avoir au moins C = O(e 7) 
pour que f s’annule à l'infini et le comportement 
asymptotique ne serait pas compatible avec (29). 
Nous somme donc dans le premier cas 
lim E=1. 


a> oO 


(135) 


La fonction méromorphe C décroissant comme 
e2, de période x/3 est nécessairement de la forme 


1 
cos? 3 wo — cos? 3o 


Clo) = (136) 


Or l'étude précédente a montré que f avait les 
propriétés d’holomorphie voulues si C était sans 
pôles, sauf peut-être aux points 


. n 
til+nz. 


Mais pour que f soit régulier en ces points, il faut que 


= 1 
VE + 
VE 
s’y annulle. C’est précisément ce qui se passe si nous 


choisissons 


Eid) = — 1. (137) 
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En effet, d’après (107), (iA) = 
définition de e et de ay 


e(iA) = afi) = 1, 
de sorte que, d’aprés (118), (121) et (137) on a 


1; et, d’après la 


Eid) = — (138) 
et, puisque h = 1, pour 
. AT 
o= + il + ES 
on conclut : 
B( 403) = 7. (139) 
La somme 


VE + L 
JE 
est donc divisible par A. Nous choisissons donc 
Mp = tA, ou C(w) = 1/4, ce qui entraîne 


1 
flo) = FE 2 ( (@) + =) (140) 
VF) JEO) 


La branche du radical ést choisie de sorte que 
VEG) = =i, JE étant une fonction impaire réelle, 
V R étant paire. 

La fonction f ainsi construite est uniforme dans 
tout le plan, et holomorphe dans 3m w ¥ 0, à condi- 
tion de choisir Ey sans zéro ni pôle sur $ et vérifiant 
la condition (137). 


6. L’équation pour les valeurs propres. — La solu- 
tion (121) pour E(w) est déterminée à une fonction 
E(w) près sans zéro ni pôle, uniforme sur Š et possé- 
dant les propriétés (71). Mais nous avons oublié 
que la fonction aç(w) donnée par l'expression (113) 
n’est qu’une solution particulière et n’est donc déter- 
minée qu’à un facteur près du type Ey. C’est donc la 
fonction EZ qui doit être uniforme sur Š. 

L'uniformisation elliptique sera très commode 
pour exprimer l’uniformité de £2 sur $; comme elle 
sera utile pour le calcul numérique de y, nous y 
consacrons un paragraphe rapide. 

Nous savons que log E est holomorphe sur $ 
et, en utilisant la méthode des sections précédentes, 
on constate aisément que la fonction 


Edw) = 
7/6 

x fs JID f 

o 


a toutes les propriétés exigées, sauf peut-être luni- 
formité à l'infini. La quantité s sera justement déter- 
minée par la condition que Eÿ soit uniforme sur $. 


— exp x 


dw sin 6 œ } 
SA cos 6 w — cos 6 w 
(141) 
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6.1 UNIFORMISATION ELLIPTIQUE. — I] s’agit d'uni- 
formiser des fonctions de période 2 2/3 en œ, méro- 
morphes sur Š. Si elles étaient méromorphes sur S, 
ce serait des fonctions rationnelles en e*” et /2. 
Le plan étant disséqué comme décrit section 2, on 
se convaincra que la correspondance œw > u définie 
dans les notations de Jacobi par la relation 


ee = oan(K + ix — Wk) , Jk =e 
(142) 


réalise la transformation conforme de la bande 


0< Reo < T, 


mozo, 
coupée par Co, C,, C3, dans le rectangle 
0< Reu<2K, 0< Imus K’, 


comme illustre la figure ci-dessous. 


O 
Mo 


Co 


© 


0 


Eo 
® © 


à 


1 
1 
1 
l 
t 
4 
i 
1 
! 
! 
l 
! 
1 
+ 
|] 
’ 
+ 
1 
1 
’ 
1 
1 
1 
I 
1 


4 
y 
' 
1 
' 
1 
1 
1 
1 
1 
1 


On a les formules de transformation sous forme réelle 


sin3o = (1 — k) me 
on u’ 
cnu dnu 143 
SET TT 043) 
_ 2 
Ja = sinh 3 1 Kem do _2, 34 du 
1 — ksn? u JA 


SOLUTION EXACTE D’UN PROBLEME MODELE A TROIS CORPS... 


avec le tableau de correspondance entre valeurs 


remarquables 
a u [0] u 
0 o 5 7 
K an a u 
; 2K B- ; up 
ih it ip -u+ KES. 
æ K+ E (144) 


où l’on s’est arrangé pour que les quantités U, u, 
Ug, U„ Soient réelles et vérifient les inégalités 


0<u, u, < K; K<u,s <2K. 


Les formules qui permettent leur calcul à partir de y 
sont les suivantes : 


Jk smu, =e 4 
Jk sn = 


P /cosh? 3 À — cos? 3 y — sinh 3 4 


| sin 3 y | 
Jk snu, = 
\/cosh? 3 À — cos? 3a — sinh 3 À 
= ete 
sin 3 a 


(145) 


On écrira g(u) la transformée d'une fonction (œ) 
analytique sur S. Les propriétés d'équivalence ci- 
dessous seront utiles : 


a) (w), uniforme et méromorphe sur $, de période 
2 1/3 <> q(u) de périodes 4 K et 2 iK’, méromorphe 
dans le plan u en dehors des images de w = œ, 
c'est-à-dire en dehors des points congruents à 


K’ 
K i—. 
Fis 


b) (w) paire ou impaire <> o(u + iK’) = + eu). 


c) ow) = e(o + 5 <=> olu) = p(2K + iK' — u). 


d) Siw et & ont même affixe dans les deux feuillets 


uw, iK' — u œ Õ & G(u) = o(iK' — u). 


A titre d'application, les relations (90) pour la fonc- 
tion impaire @,(w) sont équivalentes aux suivantes 


Plu) 9,0 K — u) = m 


pu) OA G u) = — |. (146) 
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Compte tenu de (87) et (143) on a 


: (u > u). (147) 


où le paramètre q intervenant dans les fonctions 0 
est défini par 


q=e', rane. (148) 
On déduit de (146) la fonction ~,(u) qui vaut 1 pour 
u = LS : 


5i 
x exp |- ae a i (kva) . (149) 


C’est la transformée de la solution g,{w) donnée 
en (99). On vérifie que o,(u) est méromorphe en u 
en dehors des pôles de 63/03 ou zéros de 03, précisé- 
ment images de w = ©. @,(u) a seulement deux 
pôles dans le rectangle [2 K, 2 iK], situés en u, et 
u, + 1K’, qui correspondent à w = + « (mod. 2 2/3) 
dans le premier feuillet; les zéros — u, — u, + ik’ 
correspondent à @ = + «, mais dans le second feuillet. 
Ceci confirme le résultat de la section 4 


l 


AOE 


Revenons à la fonction E donnée par (141). 
Dans les notations de Whittaker et Watson [10, 
p. 523], Ey s'exprime directement à l’aide de l’inté- 
grale de troisième espèce M 


RY _K’ 
~ exp 3 | mai + K- u) — 
- (Ki -K+ u)| 
sK iK' 
3 Jz(x +3 -») + 


+z(x- Fa], 


ou encore, aprés transformation de Landen, 


(q > /9). 


ns 0, (nu 
E(u) = — exp i 3, (FF 


Eglu) 


Il 


I 
| 
S 
Le) 
| 


va) . (150) 
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La fonction E2(w) doit être uniforme et paire : en 
vertu de b) ceci équivaut à 


E(u + ik’) = E(u). (151) 
La propriété fondamentale des fonctions 0 | 
0" ; @ 5 
géting) sta —2i, 
entraine donc 
3 x > x (— 21) = multiple de 2 ni. (152) 


En conclusion le nombre s est un entier pair. 
Il nous reste à exprimer la dernière condition 
sur la croissance de E qui se traduit par légalité (135). 
Nous avons 


E 
E = — (ao Po Pa Og P)”. (153) 
0 
Il suffit de se reporter aux expressions (99) pour 
Po Pp Py, (104) et (105) pour Po, (113) pour ao 
et (141) pour E 9. Au voisinage de 3m œ = + œ 
on obtient 
log E(w) = 4 He" + O(we**®) (154) 


où la constante H qui doit être annullée est donnée 
par la somme 


a B iu Y a/6 
daw 
HAE 
57/6 2/2 ià ni6 o Alo) 


(155) 


_ 6 | 2 w do 
= ; 
5 / A(w) 
L’équation H = 0 est une équation réelle pour y. 
Si lon utilise la paramétrisation elliptique définie 


dans cette section et les notations du tableau (144) 
on trouve 


2m 
4 A 473 dw k 
| + =| Se a aE un 
52/6 n/2 
# do a f dy = 
a WE a „cosh? 3 v — cosh? 3 å 
2 Sk 
SA are 
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eee K 
= a | log [EnF «)} du 
(156) 


et à l’aide de développements rapidement conver- 
gents 


2 2 Ce] m=i s ra 
+ t\f zx (—) cos mx | 

ğ fz G) 12 t 2 m? cosh mt 
(157) 


On a utilisé la notation x = xu/2 K. On posera aussi 


TU Tug Tu 


de u 
PR Co Se aR 06 
1 & (—}"! cos mx 
= — 159 
TTR 2 m?  coshmt (159) 


L’équation H = 0 s'écrit donc 


U, — Ug + Up +4u+(s—5)K + 


2K|- t\? n°? 
+ 25/5 + (3) -Etol =o (160) 


ou encore 


eee +x, + 4x) + a AY 4 
mo” B i T 4n 


Da = 6-9. (161) 


A 
12 
Le calcul numérique du premier membre pour 


une valeur donnée de y est relativement simple pour 
les raisons suivantes : 


a) Les racines a, B, u, s’obtiennent très simplement 
à partir de (73) et (74). 

b) Le module k = e76} (tel que cosh 3 À = 3 cos y) 
est petit, et donne un paramètre q de l’ordre de 107#; 
il suffit du premier terme de la série ¢ pour avoir 
six chiffres exacts. 


c) Le module étant petit, la fonction snu de Jacobi 
est très proche du sinus et les relations (145) pour le 
calcul des x, x, ... s'inversent rapidement. 


Dans l'intervalle de variation 


SOLUTION EXACTE D’UN PROBLEME MODELE A TROIS CORPS... 


nous n’avons trouvé qu’une seule solution, corres- 
pondantas = 2: 


cos y = 0,692 122... (162) 


Le bilan de (161) est O(10~°), avec les valeurs 
numériques suivantes des diverses quantités utiles : 


cos y = 0,692 122 Xu L 0.257977 3 
sinh 3 À = 1,819 696 1 R 
VE = 0,256 669 3 Xs L 0,603 442 2 
q = 0,000 271 84 g 
t = 8,210 280 ZE = 0,724 548 4 
2 
Tt 
=| = 0,426 870 6 z 
G =) = = 0,240 435 3 
cosh u = 1,161 251 5 ca 
cosa = — 0,9177030 77> A 
cos B = — 0,243 548 4 Ne 


Pour la valeur de cos y donnée par (162), le bilan 
de (161), c’est-à-dire premier membre moins second 
membre, est égal à 0,000 001 0. Le calcul des quelques 
valeurs voisines nécessaires à l’approximation nous 
donne pour la pente 


O(H/2 K) 
= ~ 5,81 

ê(cos y) 4 

ce qui permet de conclure que nous avons cos y 
avec 6 chiffres exacts. 


L’énergie de liaison B définie section 1 est telle que 


2 B = (2 cos? y)7' = 1,043 77... (164) 


à comparer avec la valeur 1,044 obtenue par Dodd [4] 
en résolvant numériquement les équations de Fad- 
deiev. La valeur variationnelle est 2 B = 1. 

La méthode d’analyse utilisée dans ce travail 
pour construire une solution méromorphe de l’équa- 
tion aux différences n'est pas distincte de celle qui a 


361 


été exposée en détail dans le papier cité en référence [9]. 
Cependant le résultat obtenu ici est plus simple que 
précédemment puisque nous passons de cinq équa- 
tions ordinaires couplées à une seule pour déterminer 
l'énergie de liaison. L’équivalence entre les deux 
systèmes (si elle existe) semble bien compliquée à 
établir et réside peut-être dans les théorèmes d’Abel. 
Le progrès tient à une construction différente de la 
solution générale de l’équation aux différences. Autre- 
ment dit la partie algébrique élémentaire est traitée 
de façon plus satisfaisante et ceci évite justement 
l'inversion du système de Jacobi sur lequel nous 
étions tombés dans le papier cité. Reste irréductible 
et commune aux deux la partie transcendante qui a 
son origine dans l'équation 


Po (» + 2) = mw) pole) 


La solution @ (@), qui ne peut être périodique, 
n’est donc pas uniforme sur la surface de Riemann 
de la courbe (,/4, e*“). Cependant on aurait pu 
utiliser l’uniformisation elliptique pour transformer 
cette équation. On aurait obtenu 


Polu + 4 K) = n’{u) polu) 


avec les conditions @o(u) = œofu + iK’). 

Or n(u) est une fonction doublement périodique 
très simple, méromorphe dans tout le plan u et qui 
admet par conséquent une factorisation. On retombe 
alors sur le type d'équations aux différences premières 
qu'avaient rencontrées Mc Guire et Hurst [5] dans un 
probleme de particules impénétrables analogue. La 
fonction g (uv) peut alors être construite comme 
produit infini de facteurs élémentaires dont les zéros 
et les pôles sont de multiplicité croissante avec le 
rang, définissant ainsi une fonction manifestement 
méromorphe. Nous avons préféré utiliser la repré- 
sentation intégrale (104)-(105) en w, mais les deux 
formes sont équivalentes. 
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Résumé. — Le probleme de mécanique quantique posé par la détermination de la fonction d’onde 
d'un système d'électrons (deux ou trois) en présence d’un moment magnétique localisé donne lieu, 
dans un modèle schématique, à un problème aux limites analogue à celui de la diffraction d’une onde 
par un quadrant ou un octant. La méthode de Sommerfeld, directement adaptée à ce type de pro- 
blème, conduit à résoudre des relations fonctionnelles linéaires : équations aux différences secondes 
et plus généralement ce qu’on pourrait appeler des équations aux différences modulaires. La méthode 
de solution est complètement décrite pour le cas à deux électrons, ce qui conduit à la solution exacte 
d'un problème à trois corps plus réaliste que dans les précédents modèles unidimensionnels traités 
par les mêmes méthodes. La solution des relations fonctionnelles pour le cas à trois électrons est à 
peine abordée dans cet article. 


Abstract. — The quantum mechanical problem of finding the wave function of two or three elec- 
trons interacting with a localized magnetic moment gives rise, in a schematic model, to a boundary 
value problem analogous to the diffraction of a wave by a quadrant or an octant. Sommerteld’s 
method, directly adapted to this problem, leads to the solution of linear functional equation, second 
difference equations and more generally what one may call modular difference equations. The 
method of solution is completely described in the case of two electrons, which gives the exact solution 
for a three body problem more realistic than the preceding one-dimensional problems solved by the 
same method. Solution of the functional relations for the three electrons case is hardly touched upon 


in this paper. 


l. Position du problème général. — Il est établi 
depuis les travaux de Kendo [1] que le scattering 
d'un électron de conduction par une impureté magné- 
tique dans un métal ne peut être considéré comme un 
problème à un seul électron, mais doit être traité 
comme problème à N corps. C'est en gros la statistique 
de Fermi qui permet de rendre compte du phénomène 
de minimum de résistivité dans les métaux, mais le 
comportement singulier à température nulle que 
donne la méthode de perturbation est l'indice d'une 
structure complexe de l'état fondamental et des 
premiers états excités du système électrons-impureté. 
Tout ceci a fait l'objet de nombreux travaux de 
physique mathématique, et finalement les méthodes 


récentes de renormalisation ont permis un pas décisif 


dans la compréhension du mécanisme de l'effet Kondo. 

Cependant, entre l’approche globale du système 
thermodynamique à un grand nombre de particules 
et le traitement primitif et simplifié du modèle à un 
électron dans un champ moyen, il semble qu’on puisse 
placer l’étude du problème intermédiaire à un petit 
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nombre d'électrons, mettons deux ou trois. Evidem- 
ment il ne s'agit plus là du problème de Kondo pro- 
prement dit : ni l'important effet dù au principe 
d'exclusion, ni l'interaction secondaire induite entre 
électrons, ni aucun eflet collectif ne sont alors consi- 
dérés. Mais on tient déjà, avec deux électrons en 
interaction avec l’impureté centrale, le principe de la 
corrélation élémentaire qui interviendra dans la 
structure collective, à savoir la diffusion d'un électron 
incident par le système corrélé électron-impureté. 
La possibilité de gel ou de fluctuation du moment 
localisé en fonction de la température est un eflet 
directement dépendant de l'amplitude de retournement 
de spin en fonction de l'énergie des électrons diflusés. 
Il parait donc intéressant d'examiner le système le plus 
simple qui fournisse une corrélation à deux particules. 
On est alors conduit au problème suivant : résoudre 
l'équation de Schrôdinger pour la détermination 
exacte de la fonction d'onde électronique avec N = 2, 
problème préalable a la construction de l'amplitude 
de diffusion de deux électrons s par l'atome magné- 
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tique. Ceci est fait dans le modèle schématique le plus 
simple, déjà utilisé par Kondo et Anderson, où 
l'interaction coulombienne entre électrons est négligée, 
l'interaction avec l'impureté étant ponctuelle et eflec- 
tive dans le seul état orbital sphérique. La solution 
du cas à deux électrons est essentiellement complète 
bien qu'il reste beaucoup à faire pour l'exploiter, 
adapter les paramètres et calculer numériquement des 
amplitudes. Nous avons préféré attaquer le problème 
à trois électrons dans l’espoir d'une extension possible, 
mais l'essai reste inachevé. 

Description du modèle général. 

On notera 1/26 le vecteur spin de l'atome 
magnétique supposé localisé à l'origine: 1/20, et 
r, (n = 1,2,..., N), le spin et la position de l'élec- 
tron n° n. L'énergie potentielle de lélectron r,,0, 
en présence de l’impureté a la forme suivante 


WiEm ©, Fy) = Ulr,) + Po, V{r,) a.l) 
avec la définition 
Po, = HL + 69-6,). (1.2) 


Les deux fonctions de la distance U + Vet U — V 
sont respectivement les potentiels électron-atome 
dans l'état triplet (Po, = + 1) et dans l’état singulet 
(Po, = — 1). Cest une hypothèse physique légitime 
de considérer que la portée rp de ces potentiels est 
négligeable devant les longueurs d'onde électroniques ; 
ces potentiels ne seront donc eftectifs que dans le seul 
état orbital sphérique. La fonction d'onde des N 
électrons et du moment localisé, dans l’état | ¥ > 
d'énergie E, sera définie comme : 


WO, Op, F2 Oz, ee lu On; Oo) = 


= Fifa Fa LEi Op, F2 O2, en En Ons Vol FD (1.3) 
fonction des coordonnéés radiales r, et des compo- 
santes magnétiques of = o; = + 1(i—0,1,..,N) 
En vertu du principe de Pauli, y est une fonction 
antisymétrique des N indices 1,2,..., N. On consi- 
derera y comme un vecteur y(r; r,..….r,) à 27+! 
composantes obéissant à l'équation de Schrodinger 
(unités : #2/2 m = 1) 

x gy ; 

È Ag ar + (U(r,) + Pon V{r,)) y =k y. 


1 n 


(1.4) 


valide dans le quadrant U { r, > 0 }. Ici Pénergie totale 
est positive : E = k?. 

On sait que les opérateurs de spin P,, constituent 
une représentation des transpositions (On) génératrices 
du groupe symétrique Sy, 1. 

De l’antisymétrie déduisons l’eflet d’une permuta- 
tion des variables orbitales sur yw; par exemple 
)= — Pis Yri farz ...), 


W(r3 27, -- (1.5) 


avec P,, = (1 + o;.6;). 
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Notre hypothèse de portée nulle concernant les 
potentiels (ro k < 1) permet de simplifier l'équation 
de Schrédinger pour obtenir un probléme aux limites 
trés dépouillé. D’aprés (1.4), on a 


Any +k? y=0 dans U(r, > 7). (1.6) 


D'autre part, si l’on intègre sur r, ; variant de 0 à ro, 
les deux membres de (1.4), on obtient 


ro 42 ro 
-| 2 ar, -f Wiri) y dr, = Ofro) (1.7) 
o ri ð 
c'est-à-dire dans le domaine r, > 0,r3 > 0,... 
ser ae = WO) ro Ÿ + Or). (1.8) 
1 nero 


Supposons que la profondeur du potentiel soit 
telle que le produit Wr, reste fini à la limite de portée 
nulle, plus précisément 

lim Wry = limr,(U + VP,,) = u + vPo,. 


ro — 0 


(1.9) 


Les paramètres réels u et v suffisent, dans cette hypo- 
thèse, à caractériser le potentiel électron-atome. 
Le modèle schématique qui en résulte conduit donc 
au problème aux limites suivant 
Any + kw =0, 


r, > 0 (1.10) 


= (u + Po) Y 


m=0 m= 0 


Ye. ons (1.11) 


er, 


ÿ étant seulement défini dans le premier quadrant RX. 

Notons que, du fait de l’antisymétrie, les N relations 
de raccordement (1.11) sont équivalentes. En ettet, 
appliquons sur la première (n = 1) la transpo- 
sition (12), à la fois sur les coordonnées de spin 
et d’espace : 


an (st yout Po]. }= 
= - (P2 Us — (u + Poi) Pi. Y ie = 
(1.12) 
-2 o S Pau t coD Pay) 
= (u + Po) Y lno. (1-13) 


Parti de la première, nous obtenons donc la seconde 
(n = 2) équation (1.11). L'une d'entre elles suffit 
et donne lieu à autant d'équations sur les frontières 
de R que la multiplicité du spin total S dans la 
décomposition (4) > S l'indique. 

Notons enfin que les équations (1.10), (1.11) 
obtenues dans l'hypothèse de portée nulle sont 
identiques à celles que donnerait un modèle de Kondo 
à une dimension avec un potentiel delta 


Wixi) = (u + Poi) (x) (1.14) 
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ou la coordonnée x, de la particule varie de — oo 


à + oo. 

Comme la fonction d’onde est de parité définie dans 
chaque réflexion x, > — x, et que le potentiel delta 
est ineftectif dans les états impairs, il suffit de consi- 
dérer les seuls états pairs, et, dans Rx, on obtient 
exactement (1.10)-(1.11) avec r, = | x, |. 


2. Spécialisation à deux et trois électrons. — Le 
problème aux limites défini par les équations (1.10), 
(1.11) n'est pas en général séparable puisque les 
opérateurs Pon ne commutent pas entre eux, sauf 
dans le cas du couplage au spin maximum S=}4(N + 1) 
où la fonction de spin est totalement symétrique : 
Po, = + 1, Yn. 

Le cas non trivial le plus simple est celui du systeme 
a deux électrons, ceux-ci étant couplés au moment 
localisé pour former un état S = 4. La fonction 
d’onde antisymétrique la plus générale peut étre 
décomposée en deux fonctions de spin indépendantes 


WL, 2) = (r1, r2) [01] 2 — pra, rı) [02] 1, (2.1) 
où l’on a introduit la notation un peu rapide 
(012 = OP XY — LO APY YM, 2.2 
avec 
One = oX, b= Hl. (2.3) 
On a directement 
Po, Wh, 2) = — œfr; r2) [01] 2 — œ(r2 ri) [12] 0 
= (ø(r2 rı) — pri 2) [01] 2 — 
— p(rz7r,)[02]1 (2.4) 


d’où les équations du problème pour N = 2, S =}: 


en 
+ — +k’ ọ=0. 
ôr? ôri ? 


de 


(2.5) 
Cp 
ar, (0, rz) = (u — v) (0, r2) + volra, 0). (2.6) 


xe) _ , 
| a, V0) = (u + v) (rı, 0). 


(2.7) 
La fonction orbitale g(r, r3) n'a pas de symétrie 
définie dans l'échange r, or,, si v n'est pas nul. 

Pour N = 3, nous choisirons de traiter le cas de 
spin S = 0. Ona deux fonctions de spin indépendantes, 
par exemple [01] [23] et [02] [13], 


(et la relation [01] [23] + [02] [31] + [03] [12] = 0). 
(2.8) 
Une fonction d'onde antisymétrique en 2 et 3 
s'écrit 
WU, 2, 3) = (r, r2 r3) [02] [13] — 


— g(r, F3 r2) [03] [12]. (2.9) 
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L’antisymétrie en 1 et 2 donne la condition 
YC, 1,3) = gr: r3 ri) [03] [12] + (rz ri r3) [01] [23] 


= (ora r3 ri) — ora ri r3)} [03] [12] + 
+ lr r, r3) [02] [13]. 


= — wd, 2,3). (2.10) 
On en déduit : 
a) l'antisymetrie de g(r, r3 r3) en r, etry; ; 
b) la condition cyclique 
Or rara) + Ora rsh) + parira) = 0, (2.11) 


qui expriment que la fonction d'espace g(r, r2 73) 
a la symétrie du diagramme d’Young [II 


E 


Calculons le second membre de (1.11) 
(ut Poi) y = (ugli rara) + 
+ volrs ri r2)) [02] [13] + (— uglri r3 ra) 
+ volri r2 r3)) [03] [12]; (2.12) 


d'où les conditions aux limites 


= (Orar) = up ry 73) + ros 0r), (2.13) 
1 


A 
— Fp Ora ra) = = up rs ra) + mers ra). (2.14) 
Du fait de l’antisymétrie de @ dans les deux premières 
variables, cette seconde équation (2.14) n’est pas 
distincte de (2.13). L'ensemble des trois rela- 
tions (2.11) et (2.13) est complet comme on l'a montré 
plus haut. On peut le présenter autrement ; symétrisant 
(2.13) en r2, r3 on obtient 


oe Orar) =(u— o (Orr) (2.15) 
1 


où lon a posé 


Or, 623) = OV, rara) + OU, F372). (2.16) 


De même par antisymétrisation de (2.13) en rz, ry 
et à l'aide de la condition cyclique (2.11), on obtient 


Gr, 0 = ut otrir20), (2.17) 
er; 


qu'on aurait pu déduire aussi des relations équiva- 
lentes (1.11), pour n = 2 et 3. 

Pour N = 3, S = 0, on a donc le problème aux 
limites suivant dans R} : 


|e Se, Do 


+ — + +k?o9 =0 2.18 
eat ee ® 2-18) 
eg’ 1, 

a (0. ra, F3) = w g'(O, ra, rs). (2.19) 
Ory 
{ A 
(ris F2, 0) = woli, rz, 0). (2.20) 
CF3 
pry, rar) = Ory r2 73) + Olt, rara) (2.21) 
| lirar) = — orrira) 
' w=u+r, w =u rt. (2.22) 
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3. La méthode de Sommerfeld. — Le probléme a 
deux électrons présente quelque ressemblance avec 
un problème de difiraction par un quadrant. La nature 
des conditions aux limites incite à rechercher une 
solution en coordonnées polaires 
r,=pcos@, r, = psin0. 0<68<n/2. 8.1) 
en utilisant la représentation classique de Sommer- 
feld [2] pour une onde à deux dimensions : 


P(r r2) = olp, 0) = 


= | do ef wy — 0) + flo + 0). (3.2) 
(Ci 


Le contour (C) part de Jm w = + œ dans la vallée 
T : ‘ 
-3 < Rw < 0, et revient à Jm w = +0, dans la 


vallée n < Rw < 32/2; de sorte qu’au voisinage 
de l'infini on ait 3m cos œw > 0. Nous supposons f, 
et J} holomorphes pour 3m w assez grand, quel que 
soit Rm, et tendant vers zéro pour 3m w = + x, 
de sorte que l'intégrale converge uniformément par 
rapport à 0 pour p positif. La fonction définie par (3.2) 
satisfait évidemment l'équation d'onde (2.5). La 
figure 1 montre le contour (C) supposé tout entier 
dans la région d’holomorphie de f; et fz. 

Exprimons les conditions de raccordement. Nous 
avons 


ĉo 1 êp 

Cri lao Peel 

êp _ lé (3.3) 
Grils-o P Oloo 


alt 3m 
2 2 
we x 
Ke . +- ib 
K K 
Ds 
Fic. |. — Contours pour l'intégrale de Sommerfeld (N = 2). 


[Contours for Sommerfeld’s integral (N = 2).] 
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La condition (2.7) s'écrit : 
(u + | (Ailo) + fo) ere do = 
{Cr 
= Al (— fiw) + filo)) elke coso dw 
P {C) 


= | — ik sin o( fil) — Jw) ere do (3.4) 
{Cy 


où lon a intégré par partie et tenu compte du compor- 
tement à l'infini. 
Il suffit donc d'avoir 


u + v) (fiw) + fol) + 


+ ik sin o(fi(w) — f,(w)) = 0. (3.5) 


De façon analogue la relation (2.6) nous donne 


Ur sine (e -3)+ 


+ (u — vt + ik sin w) fz (o +5 
+ (filo) + fw)) = 0. (3.6) 
La relation (3.5) est satisfaite en posant 
f A COS w : 
Jio) = (u+v—ik sin o) eau 
. th cos W à 
fo) = — (u+e+ik sin Oe ecu 
(3.7) 


Substituant dans (3.6) les expressions ci-dessus 
de f, et f2, on obtient pour la seule fonction inconnue 
f(w) l'équation aux diflérences secondes 


(3.8) 


1(0+3) +t(w-3)-xorswr=0 


avec la définition 


2 ivk cos w 
xo) = (u+etik cos œ) (u—v—ik cos w) ` SEA 


Ce type d’équation a été rencontré par Jost [3] 
pour la solution d’un modèle schématique unidi- 
mensionnel pouvant illustrer les mécanismes de 
stripping et break-up. Nussenzweig [4], puis Mc Guire 
et Hurst [5] ont aussi obtenu des équations aux 
différences dans le cadre de divers modèles analogues. 
Dans un autre domaine de la théorie de la difusion, 
la méthode N/D conduit Wanders et Reuss [14] a 
une équation aux différences secondes qu’ils ramènent 
à la solution d'équations intégrales. L’équation de Jost 
a été résolue par Albeverio [15] qui utilise tout l'arsenal 
de la théorie des fonctions abéliennes, ce qui est 
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d’ailleurs exactement dans la nature du problème. 
Dans la solution proposée ici, nous avons essayé 
de rester le plus près possible de l'analyse élémentaire 
sur une surface de Riemann. La présentation des 
solutions dans lune et l’autre méthode diffère consi- 
dérablement d'aspect et leur équivalence n'est pas 
apparente. 

D'après nos hypothèses et compte tenu de (3.7), 
il suffit de chercher les solutions holomorphes par 
Jm w assez grand, et qui tendent vers zéro plus vite 
que exp — | im w |; ceci afin de satisfaire les équa- 
tions (2.5) à (2.7) et d'obtenir par conséquent une 
solution de l'équation de Schrödinger. Il reste cepen- 
dant à choisir la solution qui satisfasse aussi les 
conditions asymptotiques imposables à la fonction 
d'onde, qu'il s'agisse du problème de diffusion ou du 
calcul du spectre des états liés. Nous ne rentrerons pas 
dans la discussion des divers cas possibles de pro- 
blèmes et de paramètres, car ce n’est pas l'objet de ce 
travail de détailler la solution complète, mais plutôt 
d'exposer la méthode qui y conduit, le cas N = 2 
étant une étape avant d'aborder le cas N = 3. 


4. Le problème de diffusion. — Le but de cette 
section est de montrer comment les conditions 
asymptotiques sur la fonction d'onde, dans le pro- 
blème de diffusion par exemple, permettent de 
préciser les propriétés d’analyticité et de croissance 
de la fonction inconnue f(w). L’équation aux difé- 
rences que cette fonction vérifie peut ensuite être 
résolue complètement par une méthode qui a déjà été 
décrite et mise en œuvre de façon détaillée dans des 
travaux récents sur un système à trois corps à une 
dimension [6, 7]. 

Appelons |k, ka & Jin l’état entrant de deux élec- 
trons, dans londe s par rapport à l'atome difluseur, 
et d'énergie respective k? et k3, avec k? + ki = k?, 
la parité d'espace étant &. Avec e = + 1 la paire est 
dans l'état singulet, la fonction de spin S = ; est 
~ [12]0 ; avec ¢ = — 1, la paire est dans l’état triplet 
couplée au spin 4 du moment localisé pour former 
un état de spin total 4 : 


~ [01] 2 + [02]1. 


La partie orbitale entrante est donc 


eT kari +kar2) +E eT ikri +kira) | 


(4.1) 


Nous avons à construire les deux fonctions d'onde 
orbitales dont la partie asymptotique, purement 
entrante, soit précisément l'expression (4.1). On a 
noté que, si le paramètre d'interaction v n'est pas nul, 
la parité € n'est pas conservée. 

A priori la partie asymptotique de l'onde orbitale 
contient deux sortes de termes : 


a) La contribution élastique, c'est-à-dire sans 
échange d'énergie entre les deux électrons, définie 
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par les ondes sortantes sphériques de chaque par- 
ticule (état s par rapport au diffuseur) et dont linten- 
sité est stationnaire avec la distance comme en (4.1). 


b) La contribution diffusée ou inélastique qui, 
pour un système à deux dimensions, a un compor- 
tement attendu en 


= e'*” fonction de 8. (4.2) 
VP 
d=tg 2 


p= (ryt +r)? , ; 
ri 
d'où l’on extrait directement l'amplitude de diffusion 
Çkikie | Ti ky R28 ds. 5,2 avec ki =k cos 0, 
k = k sin @, c'est-à-dire finalement la distribution 
d'énergie entre les deux électrons dans l'état final. 
Puisque l'intégrale de Sommerfeld (3.2) est essen- 
tiellement une transformée de Fourier en p, la partie 
dominante du comportement asymptotique sera déter- 
minée par les singularités de l’intégrant, et la correction 
que constitue londe diflusée sera donnée par la 
méthode du col. Les ondes du type 


exp! (+ ky ry t kyr) 5 


ne peuvent être dues qu'à la contribution de pôles 
simples et réels de f, 2(w). Définissant wọ (= 0p), 
réel par k, = k cos Wo, k, = k sin wg; 0 < wo <S 2/2. 
On a 


kiri + kırı = kp cos (wo + 0), (4.3) 


et par conséquent les pôles doivent être situés en 
+ Wo, + Wo + 7. 

Montrons qu'il suffit de considérer la contribution 
de deux pôles en wy, et n — wy, pour obtenir une 
fonction d'onde ¢ de type factorisé à l'infini, que nous 
appellerons qui; F2). 

L'intégrale (3.2) est définie à l'aide d'un contour (C) 
dans le voisinage de Jm w = + œ. Mais pour obtenir 
le comportement asymptotique de , la définition 
avec (C) est mauvaise, et il faut se ramener à un 
contour qui soit tout entier dans une région 
Jm cos w > 0. Le contour déplacé (C’) passe alors 
nécessairement par les deux cols w = 0 et w= 7; 
il entoure le segment réel [0, x] et par conséquent 
les deux pôles supposés en wọ et n — Wo (voir Fig. 1). 
L’équivalence des deux contours (C) et (C’), modulo 
la contribution des deux pôles réels, résulterait d’une 
hypothèse d’holomorphie de f, (œ) dans toute la 
bande 3m w > 0; 0 < Rw < n. On peut cependant 
admettre l'existence de pôles simples sur la frontière 
en Rw = 0 pour fi, en Rw = x pour f, puisqu'ils 
donneraient lieu à des ondes évanescentes. 

Au voisinage de p = œ, la contribution due au 
contour (C’) passant par les deux cols 0 et x, avec les 
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pentes respectives — 1 et + 1, s'obtient aisément 


par la méthode de Laplace 


te-it/4 owo 


Qa (Ae +A) a] eT ikew?/2 da + 


i. 2: 
eikp072 Go. 


—eit/4, x 


+ (Aa) + flat 6)) e # | 
(4.4) 


L'hypothèse physique de notre problème de diffu- 


sion est que la seule onde convergeant sur le diffuseur 


est l’onde entrante (4.1), partie sphérique de londe 
plane incidente. La partie entrante dans lexpres- 
sion (4.4) doit donc s’annuler : 
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Compte tenu de (3.7), nous obtenons par prolon- 
gement la condition de symétrie 


fa- w) = f(x +o), 


qui est compatible avec l'équation aux différences. 
L’onde diffusée s’écrit alors d’après (4.4) et (3.7) 


(4.6) 


u+v+tik sin 0 
Paiti. < (F (0) — f (—0)) cos EEEE 


x 27 Hina tiny” (4.7) 
V kp 


Examinons la contribution des deux pôles supposés ; 
soit fọ le résidu du pôle de f(w) en wo, l'équation 


T récurrente (3.8) et la condition (4.6) entraînent 
Ala — 6) + file + 8) = 0, vas Cs 0s 2° l'existence d’un autre pôle simple de résidu f, en 
(4.5) n — @po. Au voisinage des pôles on a 
u + v — ik sin wọ fo 


fit@ — 8) x cos wo z 


Sil@ + 8) x — cos wo 


u + v + ik sin wọ 


— v — ik cos ww — 8 — wo 


h (4.8) 


Définissons les phases ò*(k)et 0° (k) : 


of, = — tg! 


u — v — ik cos wg © + 0 — Wo 


—1 


dir = tg ——, (4.9) 


qui seraient les déphasages triplets et singulets de chaque électron en l’absence de l’autre. On déduit de (4.8) 


la contribution totale des résidus en wy et x — wo : 


5 (u + v)? + k? sin? wo 
Paaa (P, 0) = — 2 nifo COS ao 
ikp cos(@t wy) + dF — 67) ikp cost- wor- it? + 71 


x fe — € 


Si l’on normalise f (w) de sorte que l’on ait 


u + v + ik sing, 


Jo ' = 2 ni cos wo = , (4.11) 


— v — ik cos wọ 
la partie dominante de londe à l'infini est 


Q aast, = Pkk: r2) pe = 


= (e7 tar oe eT 28r tikiriy (e7 ier e 2i; tikarz) | 


(4.12) 


La fonction d’onde de parité asymptotique e, dont la 
partie entrante est exactement (4.1), est donc 

EiT) = Qui 12) + EPka (1 r2); (4.13) 
Pxk, étant défini par la donnée des pôles réels en wy et 
T n 
T — Wor Park, pars 5 


— My) etz + Wo. 


2 2 2 
(u — v) + k” cos” Wo 


1,2 
x 


= e tke costé~ wot tlds +87) ae E> MP SORES BOTAN CES TER 


(4.10) 


Rassemblant la partie élastique et l’onde diflusée, 
on obtient le comportement asymptotique de 
CHAUD) 

Paixs(ri F2) © (e ine) D 


1 
+ FO, Oy; k) a et the, 
0 ep 


D'où l'amplitude inélastique 


- ikir; 
(4.14) 


u +e + ik sinw 
Fo, ba; k) = — cos o ——— 
u — v — ik cos w 


x /2n(flw) —f(- )), (4.15) 
et la matrice de diffusion 


Ck kye’| Tl ky k€) = F0. 8o) + F (0.5 = on) + 


fate ce F(Z — 0,” — 
+e F(E— 6,65) + 00'F(% 0,5 a). (4.16) 
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On aura noté que l'amplitude de diffusion est donnée 
très directement par la solution de l’équation aux 
différences. 

Récapitulons enfin les propriétés de f (w) que nous 
avons dû supposer pour construire une onde 
Qax('1 f2) satisfaisant aux conditions physiques : 

a) l’holomorphie de fi pour Jm œ assez grand ; 
Pholomorphie dans un domaine contenant la bande 
3m @ > 0, 0 < Rw < x, à l'exception toutefois de 
pôles simples possibles en Rw =0 et Rw = 7; 

b) Vholomorphie au voisinage et sur le segment 
réel (0, x], en dehors de deux pôles simples de résidu 
non nul en ĝe (et x — 8o); 

c) la relation (4.6). 

On déduit immédiatement de (3.7), (3.8) et ce qui 
précède a) et b), que f (œw) est méromorphe dans tout 
le plan w. 

Puisque f, et f) doivent tendre vers zéro à l'infini 
(afin d'assurer les propriétés convenables de la densité 
et du courant à l’origine), f(w) doit décroitre plus 
vite que e pour Jm © = + œ, et par conséquent, 
d'après (3.8), f(w) se comportera en e** pour 
Jm © = + ©. 


5. Solution de l’équation aux différences (Partie 
algébrique). — La méthode de solution de l’équation 
aux différences (3.8) est essentiellement la même que 
celle qui a été décrite dans un travail cité [6] sur le 
problème de trois particules en interaction delta. 
Cette méthode donne en principe les solutions méro- 
morphes de toute équation aux différences secondes 
dont les coefficients sont des polynômes 2 x-pério- 
diques, pourvu que l’incrément soit un sous-multiple 
de la période. 

Notre but n’est pas de détailler la solution complète 
du problème de diffusion à deux électrons, car nous 
voudrions aborder aussi le cas N = 3. Nous nous 
contenterons d’exposer la méthode en détail en 
précisant bien les calculs algébriques initiaux dans 
cette section, Nous nous restreignons aussi a un cas 
particulier de paramétres : couplage antiferroma- 
gnétique v > 0, avec possibilité d’états liés triplets et 
singulets, c’est-à-dire u +v < Q et u — v < 0. On 
posera 


u+v=-ksha, u-v=—kshb; b>a>0. (5.1) 


Dans les calculs qui suivent, l’homogénéité nous 
permet de poser k = 1. 

Par analogie avec la théorie des équations difié- 
rentielles du second ordre (voir la preuve dans 


A\(@) = (sh? 2 a + sin? 2 œw) (sh? 2 b + sin? 2 œ) 


Alw) 


il 
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Derrida), nous construisons f (œw) comme superpo- 
sition de deux fonctions indépendantes sur le corps 
des fonctions de période 2/2 : 

fœ) = gla) + J) (5.2) 


de sorte que g et ÿ aient les propriétés multiplicatives 


gio +27) =n (a) el (5.3) 
Gm + 2x) = nlo) Ga) | 
qui entrainent 
fo +27) + f(w —- 27) =+ ')f(w). (5.4) 


Il suffit de construire g et ÿ comme solutions du 
système 


a(o +5) +a(o -3) — x(w) ÿ(w) = 0 


a(o + 5) + a(o — z) x(w) g(w) = 0 


pour que (3.9) soit satisfait. Notant 


T 
xo + n> = X,;, 


on déduit de (5.5), par itération, l'équation pour 
le multiplicateur 7(w) : 


(5.5) 


sint 2 © + sin? 2 w(sh? 2 a + sh? 2b — 3(sh b — sh a)*) + sh? 2 a sh? 2 b 
(sh? 2 a’ + sin? 2 œ) (sh? 2b’ + sin? 2 œ). 


| 0 n 
l — Xi 1 
=0. (5.6) 
0 1 — X2 
n 0 1 — X3 
c’est-à-dire 
n+n = Xo Xi X2 X3 — (xo + x2) (x1 + x3), (5.7) 
avec 
= i(sh b — sh a) cos w 
xo) (sh a — i cos w) (sh b + i cos w) (348) 
On obtient après calcul 
1 8i./3 v2 sin2@ 
ee oe ue (5.9) 
Vn VERO 
1 ~ JA 
— + /n=2 ae (5.10) 
Jn Ailo) 
avec les définitions 
(5.11) 
(5.12) 
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On calculerait aisément les paramètres a’, 5b’ en 
fonction de a et b. On vérifie que le segment [a’, b] 
est intérieur à [a, b]. On prend 


0<a<a <b <b. (5.13) 


Alw) sera défini comme la branche réelle positive 
sur laxe réel. Elle est uniforme dans le plan coupé 
par les segments [ia’, ib'], [— ib’, — ia’, mod. 2/2. 
On a aussi les propriétés 


Be fet 
afo ‘ 5) mean. 60% 


Donnons l'expression 
Jd - 4i,/3 v? sin2o 


nw) = (5.15) 


avec les propriétes 


nfo + z) =n '@) =n(— w). (5.16) 


On appellera (S) la surface de Riemann de la 
courbe (non algébrique) (w, ,/4) privée du point 
à l'infini. On notera 7, ĝ , etc... les prolongements de q, 


g, ... dans le second feuillet de (S). On a donc 
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Sur (S), la fonction y est méromorphe, avec les pôles 
et zéros simples d’affixes suivantes, dans le premier 
feuillet (voir Fig. 2) 


Pôles : ia, 


Zéros: -ib +5,  — ia — 617 
Il est clair que d'après (5.3), Virrationalite JA 
intervenant dans le multiplicateur #, la fonction g 
ne peut étre uniforme. Or la fonction f doit étre 
méromorphe dans le plan w, donc uniforme. Il 
suffira donc que la fonction ÿ intervenant en (5.2) 
soit le prolongement de g; d’où la notation. 


Réduction aux différences premières. — Par itération 
des récurrences (5.5), on obtient 


-1 
~ n on + xx; — |l 
a(o + Jo se a a me LU 


(5.19) 


Après translation © > w + 5 dans (5.19) et quotient 


par (5.18), nous obtenons la relation 


a(o +o = EE. (20 


ñw) = n° (a). X1 X2 X3 — Xi — X3 
o ib x o 
| | 
ia’ 
o x ia o x 
-1t/2 0 1/2 T 
x o x o zéro 
o x o x pôle 


Fic. 2. — Plan coupé pour uniformiser VA et y. Pôles et zéros de y dans le premier feuillet. 


[Dissection of the plane for \/ 4 and y. Poles and zeros of y in the first sheet. ] 
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Notons en passant l'identité : 


(xi X2 X3 — X1 X3) (X2 X3 Xo — XQ — X2) = 
= (nl + x x3 — 1) (y + xax, — 1). (5.21) 
Nous sommes donc amenés à définir trois fonctions R, 
E, C, en posant 
go) Fw) = Ræ) Clw) 
g(w)/ÿ(w) = E(w) 


(5.22) 
(5.23) 


C est une fonction indéterminée de période 2/2. 
Elw) vérifie 
Elw) E(w) = 1. (5.24) 


D'après (5.3) et les définitions, le produit gÿ est 2 z- 


4 


r? 1,2 ; 
sh g = (G+ sass) - 


v? 1/2 , 
sh f = q t shashb +3 


Compte tenu de l’hypothèse |u| > v > 0, le seg- 
ment fx, $] est intérieur à [a, b]. Nous montrerons 
plus loin qu’il est aussi intérieur à [a’, b'], c’est-à-dire 
que « et $ sont sur la coupure. 

La fonction R étant connue, le problème est de 
calculer E qui, d’après (5.18), (5.19) vérifie l'équation 


tm _ n+X2X3 — 1 _ 
Eo E(w + 3) = yids sl Fan ie h(w). 
(5.29) 
On trouve 
Alw) — ea 
hlo) = (5.30) 


Alw) + PE 


"3 V4 
où A(w) est le polynôme trigonométrique suivant : 


Alw) = (cos? w—2 iv cos w+ sh a sh b) x 


x (sin? w+2ivsinw+shashb)—3e?sin2@ (5.31) 
vérifiant la propriété 

a( -§) = A(- o), 
d’où l’on déduit 

no-5)= ne o). (5.32) 
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périodique et uniforme. De (5.20) on déduit la solu- 
tion suivante pour R(w) : 
R(w) ~ Xi Xa X3 — X — X3. 


(5.25) 


Le calcul explicite de cette fraction rationnelle, 
à l’aide de (5.8), donne 


in2 
2 Sin? w 


R(w) ~ 27 -(sha—icosw) (shb+icosw) x 


1 


x (cos w+ivcosw+shashb). (5.26) 


Puisque R n'est défini qu’à un facteur près de 
période x/2, nous normaliserons ainsi 


R(w) = 4 sin? w(sh a—i cos œ) (sh b +i cos w) x 
(5.27) 


avec les expressions suivantes des paramètres x et f : 


x (sh «+i cos œw) (sh f—i cos œw) 


Nic 
ll 
& 
wN 
|! 
Se 
x 
© D 
| 
NIS 


(5.28) 


le 
Il 
— 
z 
n 
! 
BIS BIW 
= 
N 
Na 
D 
+ 
le 


On a la première identité facile 4 vérifier 


(Alw) — A(— w)) sin 2 œ = x(w) R(w). (5.33) 


et la seconde, qui découle de (5.21) : 
n2 2 3 _ 
sin 20 (4 (w) + Au) = 


= Ro) Ro + 5). (5.34) 


En effet, d’après (5.29) et la définition (5.23) de E, 
on peut écrire 


73 — 
g(a) a(w+3)~ +sin 2 © (acro-2 Vi) . 
(5.35) 


où le signe ~ signifie légalité à un facteur uniforme 
près de période x/2. Après translation de — z/2 
sur (5.35) et compte tenu de (5.32), ona 


glo) a(o-3)~ —sin 2 of 4-22 ya) . 
(5.36) 


Par addition membre a membre de (5.35) et (5.36), 
tenant compte de la récurrence (5.5) et de l'identité 
(5.33) 

A(w) — 


x(@) 


A-o) _ 


gw) gw) ~ sin 2 w = Rœ). 


(5.37) 
De (5.35) et (5.37) on déduit l'identité (5.34). 


372 


Construction de E.— Construisons maintenant 
E(w), méromorphe sur (S), comme solution de (5.29) 
et (5.24). Si l'on impose de plus la condition de 
symétrie (4.6), on aura satisfait à toutes les conditions 
nécessaires. D’après (5.3), la relation (4.6) équivaut 
à la suivante 


gla) = nla) g- o), (5.38) 
ou encore 
E(w) = nw) E- w), (5.39) 
ce qui signifie que n° ! E est une fonction paire 
E\(@) =n | E = Ej(- o). (5.40) 
. us . A . 
ia 5 + ia -3 + ib 
ip 5 +ip =- 5 + in 


Précisons les affixes des points ix, if par rapport 
à la coupure [ia’, ib'] définie par les zéros de 4. 
D’après (5.34) 


T . _ _ 16 2{_ 2 : 
a(-3+%)= 3 4 ( T+), (5.42) 


et par calcul direct sur (5.31) 


a(-34 ix} = 3 v sh «(sh a sh b + ch? à) > 0 
(5.43) 


T . 
— >= + fe 


2 
prouve que ix est sur le segment [ia’, ib']. Même chose 
pour if. Avec les hypothèses choisies, on a donc 


(5.44) 


par conséquent, Á est négatif, ce qui 
O<a<a<a<fp<b' <b. 


Voici la liste des 6 zéros de A(w) (et pôles de A(w)) 
dans le premier feuillet de (S) (Voir Fig. 3) 


—T+ix—0, iB+0, | 
2 
nr, . 
7+ B+, xn+ia-0, (5.45) 
no, . 
5 + ia, x +ib (mod.2 7) 
et celle des 6 pôles : 
-5+i+0, iB —0, 
T . 5 
5 +iB—0, r+ix +0, (5.46) 
5 +ib, ia 
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La solution formelle d’une relation aux différences 
premières comme (5.29) n’est évidemment pas difficile. 
Tout le point est de construire une solution qui soit 
méromorphe sur (S). Pour cela il est naturel de 
décomposer H(w) en facteurs méromorphes élémen- 
taires. Il faut en premier lieu situer ses zéros et ses 
pôles. D’après (5.30) et (5.34), ceux-ci sont néces- 


sairement les racines complexes de R(w) et RU w + ; , 
définies elles-mêmes par (5.27) et (5.28). Dans 


Jm œw > 0 et le premier feuillet, ces racines se trouvent 
en 


x + ib | 
(5.41) 
m+ ia (mod. x). 


Pour résoudre (5.29), introduisons deux fonctions 
ÿ(o) et Eç(w) de sorte que 
h(a) 12 
z yo) 


h{o + 


E(@) = Eœ). (5.47) 


Il suffit que y soit solution particulière des équations 


Wo) w Q + 5) = h(w) hlo + n) 


- (5.48) 
Uo) = no) y- ©), Ww) Wo) = 1 
et Eo solution générale de 
via ~ 
Es) Eo (o + z) = Elo) Elw) = 1 (5.49) 
Es(o) = E,(- @). 
Or nous avons la factorisation suivante 
h(a) ho + x) = nœ) nw) (5.51) 


avec les propriétés 


TH 
n(o + 5) = fow) = Nol— ©), Noho = | 
| (5.52) 
le calcul donne 
= V/4+i/3[(4 +2 sh a sh b} — cos? 2 œ] 


foto) = == . 
° /A—-i,/3[(1 +2 sh a sh b}? — cos? 2a] 
(5.53) 
Il est basé sur les deux identités 


KO -L a) (au - 9-22 ya) « 
=- (J4 — 4i,/3 2 sin 2 a) x 


x (VA+i (+2 sh a sh 6)?—cos?2@)) (5.54) 
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x sei o x 
ib 
pio ip plo 
ol« ia oja ofa 
ia’ 
x o 


-7 -K/2 0 T/2 T 31/2 
x o x 
who ~ia »le 
ol« -i8 ol« ofa 
x o 


Fic, 3. — Pôles et zéros de h(w) dans le premier feuillet. 


[Poles and zeros of A(w) in the first sheet.] 


et 
4+3((1+2 sh a sh b}? — cos? 2 œ? = 
= 4(sin? 2 w +sh? 2 x) (sin? 2 w+sh? 2B). (5.55) 


La factorisation (5.51) est moins compliquée a établir 
qu'il ne paraît, car elle résulte de l’analyse des zéros 
et des pôles. C’est l’analogue de la factorisation des 
fonctions rationnelles, mais transposée aux fonctions 
méromorphes sur une surface de Riemann à deux 
feuillets. 

Cette factorisation acquise, il est naturel de poser 


Yo) = po) poto) (5.56) 


et de résoudre les deux équations suivantes pour 
des fonctions méromorphes sur (S) : 


T R 
Po (e t 3 Joo = nlo), PoPo = |, 


6. Suite de la solution et construction de l’ampli- 
tude. — La construction de fonctions méromorphes 
élémentaires sur une surface de Riemann algébrique 
— fonctions ayant un pôle et un zéro prescrits — se fait 
de façon standard en introduisant l'intégrale abé- 
lienne de troisième espèce [8]. À cause des propriétés 
(5.52) de yo, le problème (5.57) pour pọ se pose 
simplement sur la surface de Riemann de la courbe 
algébrique (cos 2 w, /4) dont (S) constitue un recou- 
vrement. Nous aurons seulement besoin d’introduire 
la somme des deux intégrales de troisième espèce 
que voici 


JA i d(cos 2 w’) 
Ganol) ==) à 
2 Jæ Alo’) 


v 


1 1 
x - (6.1) 
cos2œw'—cos2w cos2w'+cos2 w 


Polw) = Pol- @). (5:37). Se 
e(o + 3o =o), ọọ =1, Gono (@) = 2 A cos 2 o| l x 
olw) = n° pl- w). (5.58) p 


sin 2 w da’ 1 


: — . (6.2) 
Les deux problèmes ci-dessus sont de nature difié- JA j sin? 2 ©’ — sin? 2 w 
rente car les relations (5.16) et (5.52) qui caractérisent 
les propriétés de ņ et de 7, dans la translation Par construction, nous avons 
n seats : 
@ — © + 5 sont différentes. La première admet une = ef 
i : a(o +3) = = aw), G(w) + Go) = 0, 
solution de période x; la seconde n’admet pas de 2 
solution périodique. G(m) = G(— œ). (6.3) 
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On vérifie aisément en étudiant la partie singulière 
de (6.1) que la fonction paire de période x 


Ayo, (@) = exp { 2 Gano, (0) } (6.4) 


est méromorphe sur (S) et possède les seuls zéros 
simples + @,, les seuls pôles simples + w (mod. 7), 
pourvu que wọ et œw, soient distincts des points de 
ramification + ia’, + ib’ mod. n/2. Evidemment le 
contour d'intégration de wy à w, doit être précisé 
dans chaque cas. Si le contour fait un circuit autour 
de la coupure [ia’, ib] H(w) sera multiplié par une 


H 


Pol) 


VA +iv3(1 + 2shashb° — cos? 2 w) 


TRAVAUX DE M. GAUDIN 


certaine puissance de la fonction H,, +o.» +0(@) qui, 
elle, est holomorphe sur (S) et sans zéros. Dans le 
cas particulier, qui est le notre ici, la courbe 
(cos 2 w, JA) est elliptique et l’uniformisation ellip- 
tique permettrait d'exprimer H(w), yo(w) et polw) 
à l’aide des quotients © et de la fonction Z de Jacobi. 
Cependant la méthode basée sur l'intégrale abélienne 
s'étend directement au cas hyperelliptique qui serait 
le cas général des équations aux différences secondes 
à coefficients rationnels (périodiques). 

La solution x-périodique et méromorphe sur (S } de 
l'équation (5.57) est la suivante, comme on peut le 
vérifier aisément à l’aide de (5.53), (5.55) et (6.3) : 


Vnolo) exp { Grains o(@) + Gips oip (0) } 


2[(sin? 2w + sh? 2 x) (sin? 2% + sh? 2 p)]!? 


La branche du radical qui intervient au dénominateur 
de ,/ No est positive sur l'axe réel, le plan étant coupé 
par les segments [ix, if] [— ix, — if] mod. 7/2. (Ces 
coupures sont pour la seule définition des divers 
radicaux; la fonction w, n'admet comme points 
de ramification que les zéros de À : elle est uniforme 
sur (S).) 
On voit que w, admet les 


Zéros : n/2+if+0, n/2+ix—0; (6.6) 
Pôles : 7/2+if—0, n/2+ix+0, (mod. x) 
dans le premier feuillet. 
Signalons les valeurs utiles 
+ A na À 
Gia. (w = ia )= — is F 
n 
G ip (@ = ib')= — iż. 
: 2° (6.7) 
E Re T 
Volia) = Vi nolib’) = iz 


Polia’) = Polib) = 1. 

Construction de p(w). — C'est la fonction clé de 
notre problème. La relation fonctionnelle (5.58) 
entraine celle-ci 

Volw + n) = nw) Volo), (6.8) 
qui peut être considérée comme une généralisation, 
sur une surface de Riemann, de la relation fonction- 
nelle classique F(x + 1) = xr(x), ou mieux encore, 
de la suivante 


A(z + 1) = sin nz4(z). (6.9) 


ixt 0 
exp {2 V2 cos2u | +) (6.5) 


ia’ 


En effet, le multiplicateur y est un facteur méro- 
morphe, sur la surface de Riemann de la courbe 
(sin 2 w, JA), tout a fait analogue a un quotient 
de facteurs trigonométriques élémentaires, analogue 
lui-méme pour les fonctions périodiques 4 un quotient 

iS 


Xo à 
, méromorphe sur la 
Xi 


élémentaire rationnel 


sphère de Riemann de x. 

Il n'est pas difficile de trouver des solutions méro- 
morphes de (6.9), par exemple à l’aide de la fonction 
G(z) de Barnes {G(z + 1) = F(z) G(s), voir p. 264 
réf. [9}). Il est instructif, en vue de la comparaison 
avec la solution ultérieure de (6.8), de donner celle 
de la relation (6.9), d'abord sous la forme d'un 
produit infini qui manifeste directement la méro- 
morphie dans C 


(6.10) 


(6.11) 


On a aussi la représentation suivante où la méro- 
morphie n'est plus évidente, mais où la croissance est 
manifeste 


AC + 2) = 5 xp {| nz’ cotg n'az) 


+ zlog (1 — e?**) — z= ber) | (6.12) 


Ti 
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avec 
j du 
L(x) -| log (1 — us (6.13) 


0 


représentation valide dans Jm z > 0 (changer i en — i 
dans jm z < 0). On voit que (6.12) est le produit 
de deux fonctions : l’une solution immédiate de 
Péquation fonctionnelle, l’autre périodique ; seul le 
produit des deux est méromorphe. 

Passant à la construction de @, on vérifie que la 
fonction 


pw) ap | 2 (o 5) ogno) + 2 Ho} 


(6.14) 
satisfait l'équation fonctionnelle (5.58) pourvu que 
l'on ait 

T 
ofo + 5) = — Dw). (6.15) 
On a uniformisé log ņ par les coupures 
[ia, ib] ... (mod. 7/2) . 
Montrons qu'avec le choix 
4 a ia 
Pw) = = \/4 cos 2 w + 
ib oe ; are 
-f 3  sin2o'do' ig 16) 
w V4" sin? 2! — sin? 2 


o est méromorphe sur (S). Il suffit de vérifier que la 

discontinuité de « log y le long des segments [ia, ia’], 

[ib’, ib} (mod. 2/2) est exactement compensée par 

celle de 2 D, mod. 2 ni. Ceci découle de 
Arg n(ix + 0) = F 2, 

ou b'<x<b. 


a<x<ad (6.17) 


D'autre part, sur les segments [a’, b'] : 
log nix + 0) + log ylix — 0) = 0, 
3 \ (6.18) 
Pix + 0) + Dix — 0) =0, a < x <b'. 
On en déduit &(w) + lw) = 0, c'est-à-dire : 
gw) p(w) = 1. (6.19) 


Les pôles et les Zéros éventuels en + ia, 
+ ib (mod. x/2) se déterminent en évaluant la partie 
singulière de ®. Par exemple au voisinage de w = ia. 


2 /. n 
olw) x exp {- = (i — 3 Joe + 


2f. n l 
+ = (i x) log — E a (6.20) 
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Or 4 possède un pôle simple en ia d’après (5.17). 
Donc ia est régulier pour o; de même ib. Il suffit 
alors d’itérer la relation (5.58) pour déterminer la 


multiplicité des pôles et zéros de @ en + ia + n5 


: n att, 
et+ib+n 5 : On trouve aisément 


glo) ~ y 


n 


dans mu > 0. (6.21) 
On notera enfin que # ! ọ est une fonction paire. 

Nous avons donc obtenu explicitement tous les 
éléments qui entrent dans la composition d'une 
solution générale de l'équation aux différences : R(w) 
est donné par (5.27), E(w) par (5.47), hlæ) par (5.30), 
(5.31), @o(w) par (6.5) et (w) par (5.14) et (6.16). 
On a deux fonctions arbitraires, E,(w) soumise aux 
conditions (5.49), et C(w) de période z/2, que seules 
les propriétés conjointes de croissance et d’analyticité 
définies section 4 permettront de déterminer. 

Montrons cependant qu'avec le choix trivial Ey = 1, 
on peut déjà obtenir une fonction f qui soit méro- 
morphe dans le plan œ, sauf à l'infini. D'abord, £/E, 
est méromorphe sur (S) : ceci découle de la méro- 
morphie du produit 


poto) Pla) h(w)/h f + z) 


et du fait que les zéros et pôles de cette fonction sont 
tous de multiplicité paire. La preuve en est très simple 
à partir de la remarque (6.21). L'examen des figures 3, 
4 et 5 suffit. 

On, peut enfin construire un go(w) méromorphe 
sur (S) à condition de choisir un C(w) convenable, 
c'est-à-dire tel que la multiplicité des pôles et zéros 
de REC soit paire. On vérifie que c'est possible, par 
exemple avec le choix 


l 


ch? 2a — cos? 20 


Co(@) = (6.22) 


La figure 6 représente, dans une certaine bande de 
jm @ > 0, les pôles et zéros de la fonction corres- 
pondante 


golm) = V E(w) R(w)/(ch? 2 a — cos? 2w) (6.23) 


qui est méromorphe sur (S). La fonction Cy a été 
choisie pour se rapprocher des conditions d’holo- 
morphie dans la bande 0 < Rw < x, Imo > 0 et 


dans — 5 < Rw < a pour jm assez grand. 


2 

Nous avons deux pôles simples en ia et n + ia, qui ne 

contribuent au comportement asymptotique de la 

fonction d’onde que par des termes évanescents. 

Nous sommes assurés que la solution particulière 
de l'équation aux différences 

Sol@) = golw) + Gol) (6.24) 


est méromorphe dans le plan œ, sauf à l'infini. 
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a »lo yo b »io »lo 
ola ole ofa ol« 
a a "à (ce eT A 
0 1/2 -T/2 0 1/2 
oo x x oo x 
Cc 
oja »jo ofa 
ole »lo ol« 
o Jon o o 
——————— S 
-T -T /2 0 T/2 Tt 31/2 
Fic. 4. — Pôles et zéros de : a) n, paire, période : b) Qo paire, période z, c) A(w)/h (o = a dans Jm o > 0. 
| Potes and zeros of : a) no, b) Po, €) Aoh (o + 3) >in the upper half pane | 
oo x o xx 000 Lits 
a 
zx o x oo yo 0000 


-T 0 LA 27t 
b oc x o xx 
»lo 
ol« oja 
x o x o x o 


-7 0 T 2T 


12 
Fic. 5. — a) Pôles et zéros de íw) dans le premier feuillet et m w > 0; b) Pôles et zéros de E/E, = (o, œh(w)/h (o + à) dans 


Am © > 0. 
12 


Lo Poles and zeros of g(w) in the first sheet (upper half plane). b) Poles and zeros of E/E, = Q phw)ih (o + 5) in the upper 
half plane | 


SUR LE PROBLEME DE DEUX OU TROIS ELECTRONS... 


377 


g í w ) 
QJ o| 
x x ja x 
== EE se J Aoi ere 
-7 -T/2 0 T/2 Tt 31/2 
x o 
Le) 
giw) 
g, | w 
x x Tria 


-Tt -T /2 0 


Fic. 6. 


31/2 


— Pôles et zéros de gy et de son prolongement g, dans le premier feuillet et Im « > 0. 


{Poles and zeros of gy and gy in the first sheet.] 


Méthode de construction de l'amplitude. — La solu- 
tion méromorphe exhibée en (6.24), avec le choix 
Ey = let Co donné par (6.22), n’est évidemment pas la 
solution de notre problème. Nous décrivons dans ce 
paragraphe la méthode qui y conduit sans entrer 
cependant, contrairement à ce que nous avons fait 
jusqu'ici, dans le détail des calculs qui devraient être 
mis en œuvre pour parvenir à l'expression explicite 
de l'amplitude. 

Examinons d’abord la croissance de E/E, donné 
par (5.47). Au voisinage de Jm w = + x, nous avons 


VA=—Ee #%, logn = Ofc") (6.25) 
et, d'après (5.30), (5.31) 
lim Alw) = e7? (6.26) 


CRE 


Par conséquent £/E, se comporte comme \/ Pp + 
d'après (6.5) et (6.16), nous avons 


EJE, ~ exp { Cte emo} (6.27) 
avec la valeur de la constante 

id’ ib e i : 
Cte = =| +| (o Po~ 

T Jia ib 2 Js" 
iz+O ib’ $ : ; 
| +f sin20'do’ e ag) 
2 dia! ipa JA 


Cette constante est un nombre complexe fonction 
du seul paramètre d'énergie k? et ne saurait s'annuler 
identiquement. Puisque y ~ J RCE, une croissance 
aussi rapide que celle de (6.27) se répercute sur g et 
ne peut être compensée par celle d'une fonction méro- 
morphe de période 7/2. Il est donc nécessaire que la 
compensation provienne du choix de la fonction 
indéterminée E,(w). Nous avons besoin a) d'un pôle 
arbitraire en wọ b) d'un paramètre complexe supplé- 
mentaire pour compenser (6.28); nous appellerons 
ce dernier w. Il est donc naturel d'introduire une 
fonction méromorphe élémentaire sur (S) : Ey contien- 
dra un facteur A(wo,w,) (voir (6.4)) et C{w) 

cos? 2m — cos? 2 w; 


contiendra un facteur 3 3 5 
cos* 2 w — cos” 2 a, 


Nous prendrons précisément 


E,(w) = exp {2G (w) + 2 SG +o + 0(@) | 


(6.29) 


OO 


où s est un entier: E, est méromorphe sur (S) et 
vérifie les relations (5.49) si l’on choisit s = un 
nombre pair : 


Ey Ey = exp{2 (G + G)] =e7'™, d'après (6.7). 


Dans ces conditions nous avons 


Elw) = exp { je 2iw — = 


Imo: +4 3 


+ Olw e°) } (6.30) 
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avec la définition de la constante / 


i= -af +[) (o z) sin 2 w’ dw’ 
A ia ib \ 2 JA 
iat 0 ib’ w 
G pa 
ia’ ipt+o, wo 
[ sin 2 w’ da’ 
—2s = 


Va 


1 
2 


(6.31) 
a’ +0 

L’équation 
2=9 (6.32) 


déterminera donc en principe w, en fonction de wo 
et k?. Puisque l’on a lim E(w) = e7i™?, la croissance 
de f(&) sera celle de \/RC. Comme Rœ) croît en 
e7% d’après (5.27), C(w) devrait décroitre en e'7/° 
d’aprés la remarque finale de la section 4 


(Flo) ~ e). 


Or, avec le choix 


l cos? 2 œw — cos? 2 œ; 

Co) =- 2 Te 2 i 
ch? 2a — cos 2w cos*2@ — cos’ 2 wo 

(6.33) 


qui nous donnerait les propriétés d’holomorphie 


. 7 
requises dans la bande 3m œ > 0, — =~ < Rw < 


T 
2 2 


(plus les pôles simples en wo, n — wo et les pôles 
permis en ia et ia + x), la décroissance de C{w) est 
insuffisante pour que f (w) tende vers zéro à l'infini : 
il s’en faut d’un ordre e*{*, La seule issue est l'existence 
d'un diviseur de période x/2 pour la somme 


(VE + W/E). 
Or, si l’entier s/2 est impair, nous aurons 


JEo =~ 1// Eo 

et, par conséquent JE = — 1//E. 
Le quotient (VE — VEY SA est donc à la fois uni- 
forme et régulier sur les zéros de A. On vérifie en 


etlet que le numérateur s’y annule, car d’aprés (6.7) 
et (6.16) 


Elia’) = Elib’) = -1= (a + 5) = — |, etc. 


La solution prend alors la forme 


f(a) = g(a) + Fo) 
avec 


Ro) CoN? |, h L4 
gl) = Asan on no” ( ELGE ) 
® hu + 5) 
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1 1 
exp Gun + Gipson) + 3? + Gayo, + 


w 


— en). (6.35) 


+ sGig + os +0 


Les diverses fonctions qui entrent dans cette expres- 
sion ont été définies explicitement; le C(w) qui y 
figure est donné par (6.33). (Le C utilisé généralement 
plus haut est en fait C/A.) 

Nous ne discuterons pas du tout dans cet article 
Péquation ~ = 0. Nous sommes obligés de conjecturer 
ici qu’il n’existe qu’une seule valeur de l’entier s pour 
laquelle une solution convenable existe pour le pro- 
bléme de diffusion. Nous remettons a un éventuel 
travail ultérieur cette discussion importante et les 
précisions nécessaires à apporter à cette section (choix 
explicite des phases, calcul du résidu en wo, etc.) pour 
obtenir la forme la plus nette de l'amplitude finale. 
Nous pensons cependant que la méthode est assez 
clairement décrite. Remarquons que la relation (6.32) 
est extrêmement semblable dans sa forme à celle que 
nous avions obtenue pour un problème à trois corps 
déjà cité et qui a été résolu pour le cas de l’état lié [6] 
et pour le cas de diffusion [7]. Pour la résolution pra- 
tique de (6.32) là aussi, Puniformisation elliptique 
serait utile, bien que l'intégrale exceptionnelle 


[o sin 2 ONE fasse sortir du domaine algébrique. 


7. Extension de la méthode de Sommerfeld. — 
La représentation de Sommerfeld pour la solution 
d'équations d'onde à deux dimensions consiste en 
une superposition d'ondes dont les vecteurs d'onde 
k(k,, k2) sont des nombres complexes et vérifient la 
relation k? + k? = k2. Sous cet aspect, l'extension à 
N dimensions est immédiate. 

Considérons la fonction d’onde (3.2) : c’est en fait 
une intégrale sur une sous-variété à une dimension 
du cercle complexe S,(C), qu'on peut écrire 


lr, =| ahs ks) + | glk, k2) x 
(Cre S, Ces: 
x exp ky ry + ky rz).du(k) (7.1) 


où (C) et (C) désignent deux contours sur S,, g et g 
étant deux fonctions analytiques, pas nécessairement 
uniformes sur S,. Cependant elles sont méromorphes 
sur le recouvrement de S,. 

Introduisons la paramétrisation rationnelle de S, : 


k l k 1 
if). =h) (7.2) 


et la mesure invariante du = dz/z; g et g sont des 
fonctions analytiques de z dans un plan coupé par 
une ligne (a) joignant 0 à œ. Nous les supposerons 
méromorphes sur la surface de Riemann de g (ou 
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de g). Les contours (C) et (C) (voir Fig. 7) sont voi- 
sins respectivement de l’origine et de l'infini et coupent 
la ligne (L) en ces points, les pentes étant choisies de 
telle manière que l’exponentielle de l’intégrant 
décroisse lorsque k = œ, quels que soient r; et rz 
positifs. 


:z 0, Rz > 0 
:z ©, Rz <0 


jm: <0, 
(7.3) 
jmz>0. 


Dans cette formulation, reprenons la condition aux 
limites (2.7) qui nous donnait (3.5). Nous obtenons 


| glk, ka) +f gk, ka) (u + c — ikp e*" = 0. 
©) © 


(C) 


(7.4) 


Supposons que (C) et (©) s'échangent l’un l’autre 
dans la transformation k, > — k,, k, > ky, c'est-à- 
dire dans la transformation z — 1/z. Plus générale- 
ment supposons que (C) et (1/C) (notation symbolique) 
soient équivalents. Il suffirait que l’on ait 


glk, ka) (u + v — tka) + glky, — ka) (u +e + ik) = 0 
(7.5) 


(©) (1/0) 
ad 


=0 


Fic. 7. 


Fics. 7 et 8. — Equivalence des divers contours pour l'intégrale 
de Sommerfeld dans la variable z ; L’ et L” : déformations de la ligne 
de coupure L. 


[Equivalence of various contours for Sommerfeld’s integral in the z 
variable.] 
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pour que (7.4) soit satisfait. De même, la condition 
(2.6), qui donnait (3.6), s'écrit 


f + [a —v—ikye? + eve") =0. (7.6) 


Supposant que (C) + (C) soit invariant dans l'échange 
k, + kz, on a donc aussi 


fi (g(k2 ki) + glk2 kı) (u — v — ika) + 


+ v(glky kz) + glk, ka) } et =Q. 


Pourvu que (C) et (— 1/C) soient équivalents, il 
suffira de prendre 


glka, ki) (u — v — tk) + glko, — ki) (u — e+ ik) + 


+ (glk, ky) + glki, — ka) = 0. (7.7) 
Définissant /(k,,k 2) sur S,(C) par 
utertik, . 
giki kd = ky TE fk ka) 
c — tk, 
. (7.8) 
ut+ev-— ik, 


ky, — k) = — Re sen Um 


la relation (7.5) est vérifiée et (7.7) nous donne 
FC kaki) + fa — ki) — 


_ 2 ivk, ee eer 
Gode dan Cee ia) 


ce qui est identique à l’équation aux différences (3.8) 
à condition de poser k, = k cos w, ou z = e'°. 

Les figures 7 et 8 montrent comment les contours 
(C) et (C) peuvent être choisis pour que les diverses 
équivalences supposées soient réalisées. On peut pren- 
dre (C) et (C) inverses l’un de l'autre par rapport à 
l’origine et symétrique par rapport à l'axe Arg = =3 2/4. 
On suppose que les pôles de f(z) sont tous situés 
entre (C) et (C). 

Sous la forme présentée dans cette section, on aura 
vu combien est immédiate à partir de (7.1) l'écriture 
des conditions aux limites qui donnent (7.5) et (7.7), 
et finalement la relation fonctionnelle (7.9) pour une 
fonction non uniforme sur S,. Toute la difficulté est 
du côté de la construction du domaine d'intégration, 
c'est-à-dire ici des contours qui doivent présenter des 
caractères d'équivalence (par rapport aux fonctions 
méromorphes à intégrer) dans les différentes réflexions 
kj; — k; ou k, +k). Cette difficulté sera encore 
plus grande à trois dimensions (N = 3) et nous ne 
la résoudrons pas complètement dans ce travail; par 
contre, les relations fonctionnelles analogues à l'équa- 
tion aux diflérences (7.9) seront obtenues aisément. 

L'extension naturelle de la méthode de Sommerfeld 
à trois dimensions consiste à représenter des solutions 
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W(x, X2, X3) de l'équation d'onde A, Y + k? y = 0, 
sous la forme 


W(x) =| dulk) f(k) e** (7.11) 
DeS2 


de sorte que la représentation soit valide dans le 
premier octant R} (x; =r; > 0), l'intégrale étant 
étendue à une sous-variété D de la sphère complexe 
S2(C) 

Sa : k? +k +k =k’. (7.12) 
du(k) étant une mesure à définir et f(k} une fonction 
analytique sur S,, en général non uniforme, mais 
supposée méromorphe. 

Pour manier les fonctions analytiques sur S,(C), il 
est commode d'introduire l'uniformisation rationnelle 
de la sphère définie par les deux familles de généra- 
trices rectilignes 


— à 
Z=———. (7.13) 


[= z4r 
ky =k k, =k 
1 + == l + 22 
k o-t 
ky, =- =, 7.14) 
g L e ( 
rationnelle dans le couple =, =. Les points réels sont 


définis par z=:*, et les points à l'infini par == +1 =0. 
Les rotations du vecteur k sont induites par les 
transformations g de SL(2, C) sur = et = : 


az +b eo ae 
St Ge à Z> gz, (7.15) 
avec 
3=9': g=|" e SL, ©) (7.16) 
: 


Zet — 1/z se transforment de la même façon. g est la 
transformation contragrédiente de g. Si l’on définit 
les spineurs Z, Z : 


NI 
Il 
vel 3| 
Sue 
tu 
Il 
SMS] 


Nous avons 


Zo,Z 


ki =k _ (7.17) 


j= 1,2,3 (mod. 3), 


en fonction des trois matrices de Pauli o,. Le scalaire 
Z.Z est invariant, d’ot la rotation 


-1 ‘ 
7G  6;g; 


(qui est réelle si g est unitaire : g = g*). 
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L'élément de surface invariant est 


dk, À dk} dr a d= 7.18) 
PTE EE Ge 


Nous le prendrons comme mesure dy(k) et nous 
considérerons seulement comme domaine d'intégra- 
tion dans (7.11) des produits directs de contours 
C x C ou des unions de tels produits. 

Donnons l'expression du produit scalaire de deux 
vecteurs k(z, =) et x(£, č) : 


kx = 4x (I — 2 E = 4) 
(1 + 22 
ou encore k.x = kx cos y avec 


sin? À = z, Log l 
2 ¢ 5 


(rapport anharmonique) . 


(7.20) 


Ces préliminaires sur S, nous permettent d'exprimer 
une solution de l'équation d'onde à trois dimensions 
sous la forme de l'intégrale répétée 


WAX) = tx, LE) -Í af at jes 
é z+ zt) 


x exp f ka — E (7.21) 
(+ ¢¢) (+ <2) 


où l’on supposera f(2,2) méromorphe à l'intérieur 
de C et de C. On exclura que zz + | S'annule sur 
cx Cc. 

La représentation la plus proche de (3.2) serait 
celle-ci 


w(x, 6, 0) -f 


€ 


= 1 ; = = 
a | ET ase (x Z, 9x =) x 


Cc 


j i EE 
=ikx TE 


F (7.22) 


xe 


ou gy € SL(2, C) avec gy = 


¢ 
| de sorte que 


gx fait tourner le vecteur x(x, x, X3) pour l'amener 
sur le vecteur (0, 0, — 1). On peut vérifier directement 
sur (7.22) l'équation des ondes en coordonnées 
(x, č, 6) 


A2 
Vi kiyai. 


(7.23) 


Donnons deux exemples élémentaires pour illustrer 


la représentation (7.21) 
a) Prenons 

. 2 (+ 22) (1 + 2525) 

fk) = = — 


l= kko (2 — 29) (© — Zo) 
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ce qui est l'inverse du carré de la distance entre deux 
points k et £, de la sphère unité ; c'est une fonction 
méromorphe des plus simples sur S,. Choisissons C 
entourant Zo dans le sens négatif et C entourant zo 
dans le sens positif, sans entourer — 1/:,. On obtient 


Y 


li 
mt 
———, 
A 
x 
A 
ian 
= 
N 
F| > 
[ex 
x 
w 
l 
e 
An 
Les à 
oO 
a 
x 


me te fo = = eikx = 4 n? eikox £ 
| í: l+zz (2-20) (2—20) 
(7.25) 


Cette forme du théorème de Cauchy sur S, serait 
éventuellement utile pour représenter l'onde inci- 
dente dans le problème de diffusion. 

b) Autre exemple très simple; partant de (7.22) 
avec gy = 1 et f = log(— cz). Les contours sont 
ainsi choisis 


C:i{imz>0,-x < R< +x}; 


C:{Jmz= +0,...}. 


Calculons l'intégrale répétée 


te dz - ax 1-22 
«| ——,, log (~ 27) e #*¥ —— = 
| c (+27)? L+: 


t~u 


z du 
= -— —— lo (—u) —ikx 1+u 
| Š | Qu? ® 3 


ou 


LA 
du EU 
= ri x —2 ni SE 
o (tu) 


a sin kx 


. (7.26) 


8. L’équation fonctionnelle modulaire (N = 3). — 
Dans l'hypothèse qu'une représentation de type (7.11) 
soit possible pour la fonction d'onde du système à 
trois électrons au sens explicité dans la section pré- 
cédente, nous cherchons à former des relations fonc- 
tionnelles analogues a (7.7), (7.8) qui nous avaient 
conduits à l'équation aux ditiérences (7.9) sur le 
recouvrement de S,. Pour N = 2, nous avions en 
(7.9) une relation linéaire entre les valeurs de f(k) 
en des points déduits les uns des autres par rotation 
de + 2/2 ou z sur le cercle S|, autrement dit en des 
points obtenus par application des opérations du 
groupe des rotations propres du carré sur le vecteur 
(A,,k,). Le groupe engendré par les réflexions 
ke — k, (i = 1,2), k; Ok, est le groupe du carré, 
d'ordre 8, mais l'introduction de deux fonctions g et g 
nous a permis de ne faire intervenir finalement dans 
les arguments que les rotations propres (groupe cycli- 
que d’ordre 4). 

De méme, pour le cas N = 3, nous obtiendrons 
des relations linéaires entre les f(k, k, k3) dont les 
arguments seront reliés par les opérations du groupe 
des rotations propres du cube, d’ordre 24, qui est le 
groupe octaédral encore appelé $,. La dérivation en 
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est très simple : il suffit d'exprimer les conditions aux 
limites (2.19), (2.21) dans la représentation (7.11). 
L’antisymétrie en x,, x, est réalisée si nous prenons 


Wx, xy x3) -Í duf (k, ky k3) eitkixs + kox + kaxa) Tar 
D 
Le | fiki ky k3) eilkixz+ kax; +k3xa) p (8. 1) 
D 
La condition cyclique (2.12) nous impose 
Sky ka k3) + f(k; k, k2) + fik: k3k;1) = 0. (8.2) 


Introduisons w(x, x: x3), symétrisée de ÿ en x3, x; ; 
on trouve à l'aide de (8.1) 


W(x, xz x3) = faura, ky ks) —f (ky ky kz)) ex + 


+ f- (X > X3) 


= Jaures +(x ex). (8.3) 


Introduisons l'opération J de §,, rotation ternaire 
du cube autour de l'axe (1/,/3, 1/,/3, 1/,/3); J? = 1. 


J:k=Jk ou (ky ky k3) > (ky ky ky). (8.4) 


Nos relations de symétrie HF se résument en celles-ci 


FR) + fk) +f? k) = 0 | 


fk) = FR) — fk) el 


Ces relations nous amènent à postuler l'uniformité 
de la fonction f(k) sur S, dans le voisinage du point 
fixe de J, on dira aussi dans le voisinage de l'axe J : 


f(r k) =flk). 
Passons maintenant aux conditions aux limites. La 


relation (2.20) s’écrit 


[ann ik) fk, ky k3) x 


x { eitkixit kaxa) elixat axl =0. 


(8.6) 
Il suffira donc d’avoir 


(w — ik3) f(k, kz k3) — (w + ks) f(ky ky — k3) = 0. 
(8.7) 

De même, (2.21) nous donnera 

(w — iki) f'k; ky ks) + (n+ iki) f-k, k3k2)=0. 
(8.8) 


Evidemment les relations suffisantes (8.5) à (8.8) 
ne sont dérivées que moyennant des hypothèses 
implicites sur le domaine d'intégration D et l'analy- 
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ticité de f, que nous sommes loin de pouvoir préciser 
ici. Notre but est justement, guidé par l’analogie 
avec N = 2, de trouver les relations fonctionnelles 
qui permettraient de construire f et de connaitre ses 
singularités nécessaires. Pour obtenir (8.5) il faut que 
D soit invariant par les rotations ternaires d’axe J, 
autrement dit D et JD doivent être équivalents pour 
l'intégration sur fe**, (x; > 0). Pour obtenir (8.7), 
D doit être équivalent à /,, D lorsque x; = 0, où 
1,, est l'opération binaire de 8, définie ainsi : 

lia 1 (ky kp k3) > (ka ky — k3). (8.9) 
Méme condition pour obtenir (8.8). 

Nous montrerons plus loin que la fonction f ne 
peut être uniforme sur S, ; la notation f(k) est donc 
indéterminée, si la branche principale de f n'est pas 
précisée. Il faut connaître les points de ramification 
afin de choisir D de sorte que f et f’ y soient unifor- 
mes. Nous avons supposé que c'était le cas au voisinage 
de l'axe J dans le premier octant. Nous reviendrons 
sur ces points. 

Transformons nos conditions sur f en définissant 
deux fonctions &(k) et n(K) 


nlk) = f(k) + jf Uk) oe ere 
ER) = FU) + 7? fk) + if) S f 
Ona 
Ek) = j&(k) 
nik) = j? nk) 
TY 2 \. (8.12) 
3f'Gk) = (1 — J) (GA) — 7? fk) 


2in 
Gs of . (8.11) 


Inversement si l’on se donne deux fonctions indé- 
pendantes, uniformes au voisinage de J sur S,, et 
vérifiant les conditions multiplicatives (8.11), les 
expressions (8.12) nous donnent une solution géné- 
rale de (8.5). 

Les relations (8.7) et (8.8) s'écrivent 


l SU k) = wk fk) (8.13) 
Us) = — wd RIK) (8.14) 
avec les définitions 
uw — tk, 7 w'— ik, 
(k)= = y 1 = Eige 
me) w+ iks Mgs WREEK) wi + ik, i 
(8.15) 


D'après l'hypothèse d'uniformité autour de J et 
compte tenu de la relation /,,/ = JI,,, (8.14) 
s'écrit encore 


f'Il k) = nf UK). (8.16) 
Or, d’après (8.12) 
f'k) = += (Elk) — nk). (8.17) 


Ll 
jon 
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On a donc pour (8.13) et (8.16) 


nl k) — ia k) = — w'(k) (a(k) — ER) | (8.18) 
na k) + Uiz k) = wk) (nt) + k) | 


ou encore 
EL k) wey ME Eee E(k) 
low Hk) wk) w 
nU, k) woe moe ník) 
(8.19) 


Finalement les quatre conditions se résument dans 
les relations suivantes pour le spineur inconnu u(k) 
qui détermine f(k) : 


u(k) = ee 3 (k) = Elk) + nk). (8.20) 
ek)’ LD 
j? 
ue) = | ulk), k= (k, kz ks). (8.21) 
w3 — w3 w3 + w3 
2 2 
wl, k) = uk). (8.22) 
Wa + M3 W3 — W3 
2 2 


Telles sont les équations fonctionnelles — que nous 
appellerons modulaires — analogues à l'équation aux 
diflérences du cas N = 2, pour deux fonctions incon- 
nues dont la somme est analytique, mais, nous le 
verrons, non uniforme sur la sphère. 


9. Groupe du cube et groupe modulaire. — Il est clair 
que les deux opérations J et J,, définies en (8.4) et 
(8.9) sont les générateurs de la représentation régu- 
lière du groupe des rotations propres du cube. En 
eftet, sur la base des 24 vecteurs 


[k> = [ki k,2k3> = 1123) 


obtenus par application sur |k > des 24 opérations 
de §,, ona 
Ii =1, 


P=ì, (9.1) 
et, si l’on définit J, = 7,,J7', 


71,)123>5 =7,2{231> = 4321), (9.2) 
on a 1? =1. 

D'après Coxeter [10], ces trois relations (d'ordre 2, 
3 et 4) définissent le groupe octaédral isomorphe à $4, 
groupe des permutations de 4 objets 0, 1, 2, 3. La 
correspondance est la suivante : 


a) Les trois axes d’ordre 4 : 


I, = (0213) 
L = (0321) 
13 = (0132) 
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avec 
Lip= ily =i, =J=(023) = JJ’. 


ty, 
| 
| 
(9.3) : 
b) Les 4 axes d’ordre 3 : D 
a 


J's J". 


c) Les 6 axes d'ordre 2 : Z,,, 1,3, 1313 Jiz 423, Ji, 


Ny = 41,17 = I 1, = (03) eee 
Jip =i = 171, = (12) | 
ls J> liye (9.5) 


Le quotient 84/8, avec $a = {1,(03)} = {4, 2} 
est le groupe alterné A, ou tétraédral d’ordre 12, 
dont les générateurs peuvent étre J et 


R, = 12 = (02) (13). 


On posera 


R, = I? = J7! Ry J = (0 1) (23) 


Ri = I = (0 3) (12) (9.6) 
R, = 1? = JR,J~' = (02)(13) 
R, R R = A. (9.7) 


Avec l'identité, R,, R2, R; constituent les éléments 
du sous-groupe invariant de $, (ordre 4). La figure 9 
représente les divers axes du cube et une région fonda- 
mentale, en perspective et en projection stéréographi- Fic. 9. — Groupe du cube : axes de rotation et région fonda- 
que de pôle /;. mentale. 

Revenons à nos relations fonctionnelles (8.21), [Group of the cube : axes of rotation and fundamental region.] 
(8.22); ces relations définissent deux opérations 
linéaires que nous noterons J et [,; 


Pa = J.u(k) On vérifie 


: (9.8) 
ulla k) = U,2.u(k) J.J.J =1, lili =L. (9.9) 


l 


La première relation est évidente ; pour la seconde, il suffit d'utiliser (8.22) 


w(liz k) — wy, k) 
ulli2. l2 k) = 2 ull, k). (9.10) 


Si k = (k; k, k3), on a w(Z,,k) = w(— k3) = 1/w3. Il suffit donc de vérifier l'identité : 


1/1 l l 1 a 1 

2 \w3 w3 2 w, w5 

1/1 1 1 1 1 
— + 

2w, w3 2 w3 w3 


On pouvait aussi remarquer le caractère involutif des relations originales (8.7) et (8.8). 


(w3 + w3) 1 0 
= : (9.12) 
(w3 — Ww) 0 1l 


(w3 w3) 


(w3 + w3) 


Die aj 
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On peut considérer J et 1,, comme des matrices 24 x 24 à éléments 2 x 2 ainsi définis 


CJk| S| k> = 


w(k) — w(k) , 


Chak lbh = 


J? | 


(9.13) 
2 


les autres éléments étant nuls. Le vecteur k est fixé dans la région fondamentale choisie. 


Le groupe abstrait engendré par les deux généra- 
teurs J d'ordre 3, et 1,2, d'ordre 2, sans relations 
supplémentaires, est le groupe discret infini ., dit 
groupe modulaire [10, 11}. 

Une réalisation du groupe modulaire est donnée 
par les substitutions homographiques de C engendrées 
par 


Tipit 3a — l/t Jit— —l/(rt—1). (9.14) 

On a, par exemple, 
L=J lit t+i. (9.15) 

L’élement général est 

at+b 
geWg = nar E a,b,c,deZ (9.16) 
avec 

ad — be = | = (c,d) = 1. (9.17) 


Si l'on considère g comme matrice de SL(2, Z}, on 
identifie g et — g. 
On a l’homomorphisme de groupe .K — 5, : 


(9.18) 


avec 


a=a(mod.4), a,b,c,d = (0,1,2,3). 

S, apparaît ainsi comme un sous-groupe de 
congruence de W. Le quotient .K/S, = W, est 
appelé groupe modulaire de niveau 4. Ses éléments 
sont tels que lon ait 


ge NM, =g = 


d 0 


b 1 0 
a |=| | | (mod. 4). (9.19) 


Homomorphisme octaédral du groupe modulaire. — 
Une réalisation classique de Fhomomorphisme octaé- 
dral de .# [12] est fournie par la théorie des fonctions 
théta. Si l'on appelle k(t) le module de Legendre- 
Jacobi fonction du rapport des périodes t, posons 


0,(2 1) 


a(t) = /k(2 1) 


On montre aisément les lois de transformation 


1 l-z 
Fiz + 2C) 2 (- :) = 


I, : 2(t) > z(t + 1) = iz(t) 


(9.21) 


constituant une représentation homographique uni- 
taire du groupe des rotations du cube (voir Fig. 9). 
Un point de la sphère réelle k(z(t), z*(t)), selon les 
expressions (7.14), est soumis aux rotations du cube 
dans les transformations de . sur la variable t. La 
fonction z(t) est holomorphe dans jm t > 0 : c'est 
une fonction modulaire de niveau 4, c’est-à-dire 
invariante par .{,. Les figures 10 illustrent les régions 
fondamentales de .{, de .{, et de S,, ainsi que la 
décomposition du demi-plan dans leurs diverses 
images. La fonction z(t) prend toute valeur une fois 
et une seule dans la région — À < fr < 4 |r|> L 

On obtiendra ce qu'on peut appeler une uniformi- 
sation de la sphère complexe (privée de certaines 
droites) en posant dans (7.14) 


— ] 
z= 2(t), Z= -— = (7). 
z(t’) 
Le vecteur k e S, est une fonction méromorphe de t 


et t' sur le produit des demi-plans supérieurs. La 
relation entre T et t’ est 


T'+2 


(9.22) 


La sphère réelle est donc définie par la relation 
Ryt = — 1*. (9.24) 
10. Etude des relations fonctionnelles. — Nous 


sommes maintenant en mesure d'aborder les relations 
fonctionnelles du problème à trois électrons pour 
essayer de les résoudre. L’uniformisation modulaire 
de la sphère permet de donner un sens précis aux 
relations (8.21), (8.22) : nous cherchons des fonctions 
de deux variables complexes 
u(k) = ult, t), {k = k(t), 7 = — Hzr) ) 

qui soient uniformes et méromorphes dans Jm t > 0, 
3m t > 0, de sorte que Pon ait 


lat, Jia t) = hult, 0 
ulla t, di2 T) 12-H(7, T°) | (10.1) 
wJt, Jt’) = J.u(t, t’) 
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Fic. 10. — Régions fondamentales pour les groupes discrets W.. Wa. W4 et transformations génératrices. 


[Fundamental region of the discrete groups .#..4,, .4, and generating transformations.] 


l'action des générateurs modulaires /,, et J sur les 
variables t et t’ étant définie par (9.14). Les matrices 
1,2 (et J) sont des fonctions méromorphes connues 
de t et t', invariantes par .H{,. 

Non-uniformité sur S,. — Montrons qu'il n'existe 
pas de solution uniforme sur S, à nos relations fonc- 
tionnelles modulaires. Pour les calculs, etfectuons le 
changement de fonction inconnue 


3 
uk) = ak) [| Ge — ik) Ow — ik) 7 (10.2) 


j-1 


ce qui introduit une irrationalité sans importance. 
Définissons les fonctions x; = a(k;) vérifiant les 


relations 
w/w} = e243 (10.3) 
ou plus explicitement 
(ks) 1 igus ik; Jw’ — ik, (10.4) 
x x — lo , 
3 Bae Fik, w + ik; 
qui est réelle sur S,(R). 
Calculons 
is f 
ad k) = üha ks E S 
Cy is, 
de même 
AU, k) = AT! hak) = 


On a 


DS 3 
ul k) = Ay k) wy wy [C2 (0.5) 


ged 


et, par conséquent, (8.22) s'écrit 


hey = 
l w3 w3 


aliak) = 5 uk), (10.6) 
ou encore 
is : 
üd =| “lay, (0.7 
C3 83 
avec les notations 
C3 = COS %3, $3 = 8inx,, k = (Kikk). 


On aura noté que les matrices de [,, et J sont 
unitaires sur la sphère réelle. 


law = 2% a (10.8) 
J JC J US; 
iis iC 
To JO Jaw., (10.9) 
J C3 J 3 
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Il est clair que nous pouvons obtenir ainsi la valeur de u(k) en tout point du recouvrement modulaire 
de S,, à partir des valeurs de u dans la région fondamentale choisie de la sphère. Dans l'écriture de (10.8) J, k 
désigne l'argument /,, J7! k obtenu par application de J~* sur k(t, t’), puis de 7,3; Z, k est donc associé a 
(t + 1, t’ + 1); bien que /# k et k représente le même point de S,, /} est diflérent de 1 sur le recouvrement. 


On déduit de (10.9) 


Jis 3 ies 


.2 ge 
J &3 J 3 


Jis 2 Jez 
F C2 ff? iS 


ÜR, k) = WI? k) -| 


De méme 


ALRT! k) = ùU? k) = 


C2 C3 — J82 S3 


(cy C3 + fS2 C3) 


Par soustraction membre à membre de (10.10) et de (10.11) on obtient la relation remarquable 


WR, k) — ART! k) = i/35253 


ak) = c2 C3 <a S3 i(C2 S3 +f $2 C3) ak) . 
i(Cz 83 + 52 C3) C2 C3 — JS253 
(10.10) 
a rire 
Aa (oe (10.11) 
€2 C03 =] $2 S83 
: i(k) . (10.12) 


On a aussi les deux autres relations obtenues par permutation circulaire. 


Le découplage entre les deux composantes du spineur u(k) = a est complet, et nous donne donc 


N(R, k) — ARI ' k) = i /3 sin x, sin a3 Ñ(k) 
RR, k) — ČRT! k) = — à ,/3 sin a; sina; Ek) 


auxquelles il faut adjoindre la seconde relation (10.1) 


Ñk) = j* AK) } 
&(Jk) = jek) 


On voit que les relations (10.14) et (10.13) entrai- 
nent les permutées circulaires. Le systéme (10.13), 
(10.14) a une plus grande simplicité apparente ; 
d'une part il découple À et 4, d'autre part il ne fait 
intervenir que les opérations de M homomorphes à 
celles du groupe tétraédral (ordre 12), c’est-a-dire le 
groupe AL/S,, dont une région fondamentale est 
obtenue en réunissant ‘Rọ (région fondamentale de M) 
et Ziz Ro. 

D'après la définition (10.3), nous avons : 


(10.14) 


(w — w’) k3 
J? + kR) (w? + 3) 


sin x; = 


(10.15) 


Si donc le paramètre (w — w’) est différent de zéro, 
ce qui, d’après (2.22), signifie que l'interaction spin- 
spin entre électrons existe effectivement, l’une au 
moins des trois quantités A(R; k) — aR; 'k) est 
différente de zéro. La fonction à (ou u) ne peut repren- 
dre la même valeur après une rotation complète du 
vecteur argument autour de l’un des axes de coor- 
données (axes J,, I, et 1,). La fonction ne peut être 
uniforme sur S,. Sur la sphère réelle, les points de 
ramification nécessaires de u sont les trois couples de 
points antipodaires appartenant à chacun des trois 
axes quaternaires. Dans le domaine complexe, notre 


| (10.13) 


uniformisation modulaire de la sphère est en fait 
celle d’un recouvrement de la sphère privée des douze 
génératrices rectilignes rencontrant les axes de coor- 
données. Les points correspondants dans l’un et 
l’autre des demi-plans t (t’) sont les points parabo- 
liques équivalents par .{ à Z4, Z et Z; : 


L(2=0,t=0), h(z=1l,t= 0), 


l (z=irt= 1l), 


tous sur laxe réel ou à linfini, c’est-à-dire sur la 
frontière du domaine jm t > 0 x Im v > 0. 

L’analogie de (10.13) avec la relation correspon- 
dante du cas à deux électrons est frappante. En fait 
ces relations définissent les mêmes multiplicateurs que 
ceux rencontrés en (5.3), (5.4). (On les avait appelés 
n(w) et n°‘, à ne pas confondre avec la première 
composante du spineur u.) 

En effet, partant de la première équation (10.13), 
explicitons-la à l’aide de (10.15). La variable k, est 
inerte; introduisons langle de rotation œw, autour 
de /, : 


z. ky + ik 
2 2 3 
for = = = ——_ 10.16 
: 2 ky — ik, (19216) 
Nous écrirons 
Wk) = Aw), nR k) = nlm, +7) (10.16) 


et notre relation se traduit par l'équation aux difle- 
rences 
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Alo, + n) — Ho, — n) = i\/3 


Si Pon appelle exp ip,(w,) le multiplicateur associé à (10.17), nous obtenons 


Pi WE 


sin — = *— 5,5; 
2 2 


Nous avons donc la même équation que pour N = 2, 
(voir (5.9)), à condition de modifier l'énergie totale 
en effectuant le remplacement k? — k? > k?. On 
conjecture que léquation aux différences résolue 
complètement pour le cas à deux électrons est aussi 
l'équation fondamentale du problème à N électrons. 
Evidemment, celle-ci devrait être complétée par les 
relations analogues à (10.14) exprimant le caractère 
de symétrie de la fonction d’onde. 

Nous arréterons là cet essai sur le problème à trois 
électrons. Nous avons obtenu les équations fonc- 
tionnelles du problème qui généralisent l'équation 
aux différences finies du cas 4 deux électrons. Elles 
peuvent étre présentées soit sous la forme des relations 
aux différences modulaires (8.22), soit sous la forme 
d’une sorte de problème de Riemann pour une fonc- 
tion de deux variables complexes où la discontinuité 
d’une fonction sur la sphère est reliée à la valeur de 
celle-ci en un point symétrique par rapport à l’un 
des axes de coordonnées. I] reste alors au moins 
deux importantes questions à régler. 


a) Résoudre les équations fonctionnelles de sorte 
que les solutions soient méromorphes sur le recouvre- 
ment modulaire de S,, avec un pôle simple prescrit 
dans chacune des variables t et t’, localisées dans 
une région fondamentale. Ou trouver une fonction 
non uniforme sur la sphère complexe, mais méro- 
morphe sur tout son prolongement en dehors des 
points de ramification 

b) Définir avec précision le domaine d'intégration 
pour l'intégrale de Sommerfeld, de sorte que la déri- 
vation toute analogique que nous avons effectuée 
puisse être justifiée. I] faut trouver des contours, soit 
dans les plans coupes de z et Z, soit dans les demi-plans 
t, T', qui soient équivalents, pour les fonctions méro- 
morphes à intégrer, dans les diverses opérations du 
groupe du cube. 

En ce qui concerne la solution des relations fonc- 
tionnelles, remarquons qu’il s’agit d’un problème 
partiellement résolu par Poincaré dans sa théorie des 
fonctions dzéta-fuchsiennes [13]. La solution est par- 
tielle, parce qu’elle ne permet la construction que sur 
la sphère réelle, à l’aide de séries analogues aux séries 
d’Eisenstein pour les fonctions automorphes. Cepen- 
dant, dans le cas complexe où les matrices des trans- 
formations (8.22) sont non unitaires, les séries de 
Poincaré divergent. I] faudrait connaitre l’état actuel 
de la théorie constructive des fonctions polymorphes 


BI a a ee | à: 
v [sin? 2w, + 4w?(w? + k? — k2)] [sin? 20, + 4w? 
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a Sah Ve 
se RNS og (10.17) 
UT + w?) (2 + we?) 
EE o S r — £2) ci 
(w w) (k kī) sin 2 @, (10.18) 


ayant un groupe de substitutions donné, pour aller 
plus loin. 

Montrons rapidement comment il est possible de 
construire une solution de nos relations fonctionnelles 
sur la sphère réelle. Puisque les éléments de [,, (et 
de J !) sont invariants par M, = A/S, — c'est-à- 
dire uniforme sur S, — il est naturel de considérer 
la famille de toutes les branches de la fonction non 
uniforme i(k) 

(gk) = T(g).a(k), gEMa. (10.19) 
T(g) constitue évidemment une représentation de M4. 
Il suffit d'examiner la région fondamentale de A, sur 
la figure 10 pour collecter cinq générateurs indépen- 
dants. Ils sont associés aux substitutions paraboliques 
suivantes de M 


R? : Tott+4 
I l 
R? : -~--4 
TT 
R2 pee à (10.20) 
s t-l — |1 
a l 1 
R, RÈR :— 545-4 
1 1 
2 p-1. = 
Re Ress “t+1 rtl 


Comme en (10.10), on calcule aisément les matrices 
de SL(2, C), génératrices de la représentation T ; 
par exemple on a 
T(R?) = 1 + 13553 x 
iC2 53+)? 82 C3) 


C2 C3 —J82 53 


-2 
C2C3—J S2 83 


A ; (10.21) 
— EC: $3 +JS2 C3) 


Puisque chaque élément de M, s'écrit de façon unique 
comme un mot dont les lettres sont les diverses 
puissances des cinq générateurs, on peut construire 
toute matrice T(g). Celles-ci sont unitaires si k est 
réel. 

On peut alors montrer d’après Poincaré que les 
séries du genre 


T(g°!) dgt dgr’ 
£ Mai- 


7 ; ~ = F(t, t’) 
gems To — gt) (To — gt) dt dt 


(10.22) 
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(où la somme porte sur le quotient de M, par le sous- 
groupe cyclique stabilisant le point à linfini), sont 
convergentes si les valeurs propres de T(g) sont de 
module unité. On voit alors tout de suite que le rapport 
des deux séries 


Fat) = Flat) / Ș. dgr | dge. (10.23) 
gewa dt dt 
vérifie l’équation fonctionnelle 
F(yt, yt') = T(y).Ft, t) yey. (10.24) 


On peut ensuite remonter, à partir de la matrice F 
jusqu’à #, solution de (8.22). Notons aussi qu'on 
peut éviter le détour par M4. On est passé par le 
groupe modulaire de niveau 4 afin de se ramener aux 
séries de matrices 2 x 2. On pouvait aussi considérer 
les séries de Poincaré avec les matrices 8 x 8 de la 
représentation dont les générateurs sont 1, R,, R;, R; 
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calculés en (10.10) et qui engendrent le groupe modu- 
laire de niveau 2, A, : 


ER, k) = ik, —ky—k3) = i(k, ky ks), 


R, R R= 1. (10.25) 
Encore plus directement on peut construire les 
séries de matrices 48 x 48 de la représentation du 
groupe modulaire M définie par les deux générateurs 
(9.13). (Chaque opération de M est un produit 
unique ... J12 J?! 1,,J/*! ...) Mais répétons que ces 
séries ne convergent que si k est réel, ce qui implique 
T= — 1*, où T = R, Tt. Nous ignorons s’il existe un 
moyen de prolonger une telle fonction définie sur la 
sphère réelle en une fonction méromorphe sur le 
recouvrement modulaire que nous avons défini. 
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SPECTRE DU NOYAU INTÉGRAL 
(x? +y + 1)" 


par Michel GAUDIN 


1. L’équation aux différences. 


On décrit dans cet article une méthode de détermination des 
fonctions et valeurs caractéristiques de l’équation intégrale homogène 
À te p(y) 

(Os ee a (D) 

Cette équation réalise l’une des schématisations les plus simples 
d’un certain type de problèmes de propagation d’ondes. Deux pro- 
blèmes de mécanique quantique résolus récemment, un modèle uni- 
dimensionnel pour trois particules en interaction (1) et un modèle 
du type de Kondo pour deux électrons en présence d’un moment 
localisé (2), présentent des analogies étroites avec des problèmes 
de diffraction par un ensemble de lames minces. Si l’on dépouille 
ces problèmes de l’aspect contingent dû aux modèles particuliers, 
on rencontre le genre d’équation linéaire ici étudiée, dont le noyau 
est manifestement lié à l’inversion de l’opérateur A — 1, ou au 
dalembertien à deux dimensions d’espace. Le contraste entre la 
simplicité du noyau intégral et le caractère non-trivial de la solution 
constitue aussi une motivation à la publication des résultats qui suivent. 


Le noyau K = (2r)! (x? + y? +1)! défini sur RxR est 
symétrique, réel et de trace finie. On a 


tr K 8 UT, trK? = (4r)i. (2) 


Il est donc du type de Hilbert-Schmidt. C’est aussi un noyau positif 
dont le déterminant est de genre zéro. 


Ann. Inst. Fourier, Grenoble 31, 1 (1981) 225-238 
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On introduit la fonction 


p(y) 


x, y) = —— —— 
ees”) x? +y? +1 


(3) 
et les transformées de Fourier g(E) et (E, n) de p(x) et de 
p(x, y): 

PE = my)" de peit, (4) 


QE, n) = (27) ? JJ dx dy p(x, y) ef En | (5) 


Leur existence résulte de la sommabilité de y et de y? prouvée 
section 3. Notre équation intégrale est alors équivalente à |’équation 
aux dérivées partielles suivante 


(- À + 1) Y(E, n) — Aÿ(n,0) 8E) = 0, (6) 


où À désigne le Laplacien à deux dimensions, augmentée de la 
relation 


PE) = AY(E, 0) (7) 


et de la condition à linfini résultant de la continuité évidente de y 
lim (£) = 0. L’équation (6) est analogue à celle de Schrödinger 
Er 

pour un état lié et manifeste l’analogie de notre problème avec la 
diffraction d’une onde à deux dimensions. Selon la méthode de 
Sommerfeld, on représente la fonction d’onde inconnue, en coor- 


données polaires = pcos@ ,n = p sin@ sous la forme de lin- 
tégrale de contour 


#(0.0)= f dwerse (pfw — 8) + olw + 8) (8) 
(C) 
Pt ean ; se ; , T T 
qui vérifie certainement l’équation (6) dans ouvert — à <a< ae 


Pour la représentation (8), on a tenu compte du fait que y et ÿ 

sont des fonctions paires. On suppose que la fonction transformée 

(w) est holomorphe au voisinage de Jmw= +œ; (C) est un 
T T 

contour embrassant la bande & a + 5 | au voisinage de 

JImw=+o, de sorte que Q cosw soit négatif à l'infini et que 

l'intégrale converge. 


Sur la droite £ = 0, nous avons la condition de raccordement 
qui découle de (6) 


SPECTRE DU NOYAU INTEGRAL (x? + y? +1) ! 


= a A = 1 a 9 
5g OEM] | © 3 F0 (9) 


ou, en coordonnées polaires, 


T 


Id T are 
err? Oe Se l 
D 30 z(o a) z PCP) (10) 
c’est-à-dire 
a 2 ð ð (11) 
E d s pACOSW oe Sr —@ + nee + | 
Ep) = Ff due (= 55 oo - 6) + = ow + 0)) oe 
2 


@ étant borné à infini d’après notre hypothèse d’holomorphie, 
l'intégration par partie donne 
T 


Ze) = — 2 3 sin w dw cP (p(o — 5)- olw + 5) 1412) 
Or, d’après (7) et (8), on a 


PP) = 20 J P) dw ere. (13) 
Il suffit donc que @  satisfasse l’équation aux différences 
T T À 
ofw + >) = 1C = =) = Sa p(w). (14) 


Nous chercherons des solutions méromorphes dans la bande 


T T 
F 2° + A , qui par conséquent le seront dans tout le plan w 


en vertu de (14). Dans le voisinage de Jm w = +, la solution 
de croissance maximum admissible se comporte comme 
+32 


olw) = 1 — Aet — we? +... (15) 


Supposant en effet que @(w) soit fini au voisinage de Jm w = + œ, 
il suffit de résoudre léquation aux différences (14) par approxi- 
mations successives pour obtenir le développement ci-dessus, nor- 
malisé à ġ(%) = 1. 

Il n'existe pas de développement de la forme à a, ei” en- 
traînant l’existence d’une solution périodique. n 


Il est commode de changer de fonction inconnue en posant 


(w) = sin w f(w) (16) 
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ce qui donne la relation 


T T 
f(w + 5) + flo 5) - x(w) fle) = 0 (17) 
avec x(w) = ——. 
COS W 
Au voisinage de Jm w = + œ: 


f(w) = ef? — Ve? + O(we7!”). (18) 


2. Solution méromorphe. 


La méthode pour construire les solutions méromorphes d’équa- 
tions aux différences secondes analogues a (17) a été exposée en détail 
dans des travaux antérieurs (1, 2), c’est pourquoi le développement 
de cette section sera rapide. 


On est amené a représenter la fonction méromorphe inconnue 
f comme somme de deux fonctions non uniformes, mais prolongées 
Pune de l’autre sur une «surface de Riemann» à deux feuillets 8: 


fu) = g(w) +g (w), (19) 


de sorte que l’on ait la récurrence 


g (co + =) + e(o — +) xo Ro) = 0 (20) 


et la propriété multiplicative 


| glu + 27) = n7'(w) g(w) 
| Elw + 27) = Tw) Fw). 


On trouve aisément à l’aide de (20) 


SA + X? 
2 NS, = 2 4 
n = VEN , VA = Vsin?2w + À. (22) 
La surface de Riemann S est celle de la courbe (YA, w) unifor- 
misée dans le plan w par le système de coupures indiquées figure 1. 
La fonction yn est méromorphe sur 8: ses pôles et zéros sont 
simples, voir figure 1. Comme on a 


AC) == A) = Alw + >)= VAT, (23) 


(21) 
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ceci entraine 
~ ane = a 
w) = nw) = n(w + =). (24) 


D’après (21) le produit g(w) Z(w) est 2n-périodique et uni- 
forme. On écrira précisément 
g(w) g(w) = Cw) R(w) (25) 


ou C(w) est méromorphe et de période T, la fonction R se cal- 


culant directement à partir de (20) 
COS W T 
x, =x(wtn = (26) 


R(w) ~x x, x, — x, — x, = 2À 
Pi RER i 3 sin? 2w 


T 
On prendra R = cosw, du fait de la remarque C(w) = C(w + 5) 


2 
Si l’on définit maintenant le quotient 


E(w) = g(w)/g(w), (27) 
méromorphe sur $, nos relations de récurrence sont équivalentes à 
E(w) E(w) = 1, (28) 


JA — (sin 2w + A?) 


29 
VA + (sin 2w + A?) KA 


E(w) E(w į 5) = h(w) = n(w) 
2 
Aidé par l’analyse des zéros et des pôles sur $, on montre les 
relations algébriques 
_ VA sin 2w 


= (30 
JA + sin 2w } 


h?(w) = n(w) n,(w) nw) 

avec les propriétés 
no (ww + 5) = ng Mw) = How). 31) 
La fonction no est sans zéros ni pôles. On définit la fonction log no 


sur S avec Argn, =O sur laxe réel. On introduit le paramètre 


a relié à À en posant 
À? = sh 2a. (32) 


On aura a utiliser Arg Ny (ia) = —T. (33) 
Pour résoudre les relations (28) et (29) on pose 
= logn -l'(w) 


E(w) = nir e 


E(w) = n e 


E (w), 


> logn +F(w) Xx 


E,(w) 


(34) 
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avec les conditions sur la fonction indéterminée E,(w) sur $: 
~ T 
Eolo) Ey(w) = Elw) E(w + 5 )= 1. (35) 


Le fait que E soit le prolongement de E sur S équivaut à la re- 
lation suivante sur les coupures 


F(ix + 0) + Flix — 0) + (log n(ix + 0) + log n(ix — 0)) = 0, 
T (36) 
—~-a<x<ta., 


Compte tenu de la valeur de n(ix + 0), il suffit de prendre pour 
F(w) ce qui s’appellerait l’intégrale abélienne de troisième espèce 
si la surface S était la surface de Riemann d’une courbe algébrique : 


4 iso wdw in 4 
F(w) = 4VA J 0 a . mn œ . (37) 
T 0 VJA(&") cos4w — cos 4w 
La fonction Y{w)=e 7 losn- Fe) L W(—w) vérifie bien les re- 
lations 
T ~ 
Yo) P(w + 5) =m, Ww) Ww) = 1. (38) 


Elle est méromorphe sur $8; holomorphe à l'origine. On a 
Arg y(ia) = 0. D’après (33), nous obtenons 


E(ia) =e * E,(ia). (39) 


Il existe évidemment dans la définition de F un arbitraire qui 
est celui du contour joignant l’origine au point iœ et qui peut être 
répercuté sur la fonction indéterminée E,. Pour des raisons d’uni- 
formité à linfini dans la variable w on prendra 


sa" 


sin4w 


du’ 
E,(w) = e” sG(w) = e VAT cos4w'—cos 4w (40) 


où s est un nombre indéterminé. La fonction E) ainsi choisie 
vérifie les relations (35); elle est sans zéros ni pôles et uniforme sur 
$ étant exclu comme plus haut le voisinage de linfini. 


On calcule aisément la valeur de G au points de branchement : 


Glia) = i — (41) 
ia)=i 4° 


et par conséquent, d’aprés (39) et (40) 


SPECTRE DU NOYAU INTEGRAL (x? +y? +1)7} 


in 
ass 
a StD 


E(ia) =e ; (42) 
qui nous sera utile dans la section suivante. 


Notons qu’à ce stade, nous avons tous les éléments pour cons- 
truire une solution de notre équation aux différences qui soit mé- 
romorphe à distance finie. A un facteur trigonométrique près de pé- 
riode 7/2 ona 


rt 
f(w) = VR(w) (VE) + VE(w)). (43) 


La méromorphie n’est pas évidente sur l’expression (43), étant données 
les définitions de R=cosw, de E, et de ses composants: E, 
donné par (40), F donné par (37), n et nọ donnés ¢n (22) et (30). 
Cependant, avec les propriétés de méromorphie sur $ de W et de 
No le fait que n, soit sans zéros ni pôles et que ceux de W soient 
aisément déduits de (38), on montre facilement que la multiplicité 
des pôles et des zéros du produit ER est paire, ce qui suffit. Il faut 
bien noter que la solution (43) correspond aux choix très particulier 
C(w)= 1. 


3. Les fonctions propres. 


Seules les conditions conjointes de croissance et d’holomorphie 
dans les domaines voulus peuvent achever de déterminer les fonctions 
f cherchées. Pour connaître ces conditions, il faut revenir aux pro- 
priétés de y et de %. Puisque K est un noyau de Hilbert-Schmidt, 
y est de carré sommable sur R. D’après (1), les fonctions (x) 
et (x)(x? +1)! sont simultanément sommables ou non. Or 
la seconde l’est en vertu de Vinégalité de Schwartz, donc la pre- 
mière. La fonction (x) est donc holomorphe en x dans la bande 
|3mx|< 1. La transformée de Fourier ÿ existe, et y décroit 
comme A(2m)! y(0) x? à l'infini (pe) tend vers zéro a linfini 
réel au moins comme exp —|p|. @(w) et f(w) sont donc holo- 
morphes à l’intérieur de la bande [— 7, + 7] tout-entiére. L'examen 
des zéros et des poles (voir fig. 2) de la solution (43) avec le choix 
C(w) = montre que cette solution est en fait holomorphe dans 
la bande voulue. On peut remplacer le contour (C) pour lintégrale 
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de Sommerfeld par deux droites parallélles de sorte que Von ait 


de dea... = f T [du -a <a<- 5> 
PIRES EA 


Or l'existence de (0) dans cette représentation entraîne que 
f(w) décroisse plus vite que e* pour ÿmuw=+o. La crois- 
sance de la solution (43) est au contraire extrêmement rapide en 
général. En effet, d’après (37) et (40), on a, au voisinage de l'infini, 


F(w) + s G(w) = AVA = À sin 2w (45) 
où la valeur de la quantité A, dépendant de s et de A, est 
4 niaro wdw dw' 


— + i AN 
1, aa y VA) 


Par conséquent, si A n’est pas nul, la fonction VE, ou son inverse, 


(46) 


A 
croit comme exp G almal), croissance qui ne peut être com- 


pensée par aucune fonction C(w) méromorphe dans tout le plan, 
donc rationnelle en e%®. Il est donc nécessaire pour lexistence 
d’une fonction f bornée à l'infini d’avoir 


A=0, (47) 
ce qui constitue une première relation entre s et A. 


Si la condition A = 0 est réalisée, on voit que yE se comporte 
à l'infini comme AE c'est-à-dire que f se comporte comme 

_ iw 
VRe ? , abstraction faite du facteur C(w). Compte tenu de 
R = cosw, on aurait dans le demi-plan supérieur f(w) = e”* 
ce qui est une croissance trop forte d’un facteur e-?#. I] nous 
faut donc trouver un facteur ./C(w) dont la décroissance dans le 
demi-plan supérieur sera au moins e?'~ , mais qui ne crée pas de 
pôle à f dans la bande [~ mt, +m]. La seule possibilité est que 
A/C soit un diviseur de la fonction WE + JE sur $ (d’après 
(28), VE VE = +1). Peut-on choisir le nombre s encore indé- 
terminé de sorte que (E + 1) s’annule en une suite infini de points 


T 
congruents mod. 3 ? 
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a 


D’aprés (42) nous avons cette possibilité en + ia mod. 2 


Par exemple avec le signe + : 


in 
a 6+1) 


E(t ia) + 1=e +1=0 —s=8n—-5, nez. (48) 


Pour ces valeurs de s, on doit donc prendre C = AT! ce qui donne 
pour f, aun facteur constant prés, 


7 COS W walks: 
ra= au VE Sg): (49) 


définissant la fonction cherchée qui est uniforme et holomorphe 
dans l’intérieur de la bande [—7,+7]; elle décroit à linfini en 
e'?mul_ C’est aussi une fonction paire. En effet /A(w), avec les 
coupures choisies (voir fig. 1), est impaire. Pour connaître la parité 
de VE, il suffit de calculer EŒ ia). D’après (42) et (48), on a 


VEG ia) = +i(-}", VE est donc impaire. 
En choisissant le signe —, on aurait 


in 
— 4 6+1) _ 


E(t ia) — 1 =e 1 = 0 = s=8n-1. (50) 


Mais la solution uniforme 


ra= [= (VE- a] (51) 


est impaire, car yE est alors paire: ./E(¢ ia) = (—)”. Cette so- 
lution impaire de (17) donne identiquement y = O et ne répond pas 
à notre problème. 

Montrons maintenant que f et y sont en fait la même fonc- 
tion. En effet, d’après (13) et la propriété d’holomorphie dans la 
bande [—a,+ 7] on peut déformer le contour (C) de sorte que 


J aa aS ia oe (52) 


PCP) = 2d Ja dw p(w) ee (52 


2) 
t+ico 


= 2, | [de o(4 + w) gr PN J dw o{ w — 5) coun 


… io 
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Compte tenu de la parité de $(w) = sin wf, impaire par le choix 
(48), (49), on obtient 


+ aa 
Bp) =4ir ft (F Pie) gr, (53) 
La comparaison entre (53) et (3) donne l'identité 
p(x) = 8irÀ ef + it ) , = She: 


ou encore, d’aprés (16) 


l T 
eee 40 it) (54) 
où f alexpression suivante 
COS W 1/2 
QE er 2w + a) 
ch |— + gm + © logn + F+ (81-56), (55) 


les éléments constituants ayant été explicités section 2. Il reste a 
montrer cependant qu’il existe une racine À, à l’équation (47) pour 
certains entiers n. La présentation de la fonction propre (55) pour- 


Dee X T ; 
rait sans doute étre améliorée en effectuant la translation w = 3 + it 


de façon à rendre manifeste le caractère réel. On pourrait aussi uti- 
liser l’uniformisation elliptique de la section suivante pour calculer 
G et faciliter la question de la définition des branches des fonc- 
tions algébriques figurant dans f(w). On aimerait encore donner 
une forme explicitement méromorphe sous forme de produit infini 
de facteurs rationnels dans une variable uniformisante, tout au moins 
pour la fonction E ou W qui ne sont que des généralisations de la 
fonction F d’Euler sur une surface de Riemann algébrique. Il y 
aurait en outre le probléme de la norme de y. Nous laisserons 1a 
toutes ces questions concernant les fonctions propres pour aborder 
dans la section qui suit le calcul des valeurs propres de K(x, y). 


4. Détermination du spectre. 
Il s’agit de résoudre l’équation (46) pour la valeur caractéris- 


tique À en fonction de s= 8n —5. Pour calculer les intégrales, 
on introduit l’uniformisation elliptique (1) 
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; ke 
ete = e7 22 sn(K + ini k) , Vk = e727, (56) 


de la courbe (V/A, e?*”). Dans les notations de Jacobi, le module 
est k et le rapport des périodes 7 = 7K’'/K, avec g=e77. On 
a les formules utiles 

snu cnu dnu 


sin 2w = (1 — k) STE cos 2w = A TS (57) 


dw//A = /k du, (58) 


et, par conséquent 


nla dw 
— = kK. 59 
J, Jaw’) as 


De méme 
_ pio wdw  VKk ik’ 
= f Ta 7 rae he du log (./k sn(K + u)). (60) 


A l’aide du développement en série de Fourier (3) 


log (,/k sn(K + u)) = log (2q! cos x) 


œ m m T 
2 À O cos2mx, eee, (61) 
mei 1 +q” 


Pintégration s'effectue facilement 


KVE Vip a or à om 
So Le us + + da 
So F (6) 2 Pe 2 mat (62) 
2 
Notre équation (46) s’écrit donc 
T \2 1 s 5 
—} — — + Se eS noi 
4r TRE LE (6a) 
avec la définition de la série o: 
1 o (—y""! 1 
o(t == —. 64 
ns 7? 2 m?  ch(mr/2) ca 


Comme on a o <77? , on voit que les valeurs de n possibles sont 


restreintes aux entiers naturels. Puisque o(1) est décroissante dans 
la région d’intérét, le rapport r est la solution positive unique de 
Péquation transcendante 


TV 29 
(=) +o) + = an, (ea) ee pass (65) 
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dont on calcule numériquement les racines par itérations trés rapi- 
dement convergentes. On a la formule asymptotique trés précise méme 
pour la premiére valeur 


29 2 —4T Jn 1/2 
T= 47 (an 12 m e ) . (66) 
Pour le passage de 7 à A on utilise le développement 
1 — ,/k 
q =e" =e + 2e + O°), 2e = ————-. (67) 
1+ Sk’ 
Puisque 7 est supérieur à 15, q est inférieur à 1076. On calcule 
À par les formules 
1 1 
X2? = sh 2a = — (— — 
sh 2a = = ( aE VE ), (68) 


d’où l’expression asymptotique 


À 


n 


Pour le calcul numérique les deux premiers termes de la série 


l 


~ — qia l ern NI 


2 2 


2 


o suffisent pour obtenir huit chiffres exacts de A. 


tableau des dix premières valeurs propres du noyau K, et leurs carrés. 


n À À, ? 

1 2773123771 0769021545 
2 0488745242 0023887191 
3 0154590510 0002389822 
4 0061204917 0000374604 
5 0027570549 0000076013 
6 0013543449 0000018342 
7 0007088009 0000005023 
8 0003895561 0000001517 
9 0002226755 0000000495 
10 0001314796 0000000172 


Un bon test d’exactitude est fourni par le calcul des traces, for- 


mules (2). On obtient 


Or, la premiére trace est exactement 


= .35319887. 


Fig. 1. — Système de coupures pour uniformiser 


a) 
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=—T 


| 
+r a Argn 


ATg N 


=0 


Arg n 


= 


— iQ 


© 

Il 

j ©) 

po 

< 
& 
+ 
Il 
pe Signe de VA 
< — 

xj o 0 |x — 
; Lu 

a T 

li E 
S 
2 
< 


VA, n et logn. Pôles x et 


zéros 0 de Vn. 


00 x x 00 xxx — 
= Me ee 3% 
n 2 0 3 T 2 
b) 
———000 xx 0 0 xx 000 — 
T T 
2 g 2 
c) 
— Xx 0 F 0 XX anal 
= r 
2 j 2 


Fig. 2. — Pôles et zéros avec leur multiplicité des fonctions a) ¥, b) g, c) Z, 
dans «le premier feuillet» et au voisinage. 
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= 35355339... 5 


$ A aal 
n=l An V8 
Une estimation, à l’aide de (69), de la série restante donne 


a æ 36.1075 
n=10 An 
ce qui donne un accord de la même précision : .35355. 


De même 3 1 
£ z = .0795774552 , 


1 1 
a = —— = .0795774715 . 
Le reste de la série est estimé à 16.107? ce qui donne un accord 
de 10°? 

Enfin pour la trace d’ordre quatre : 


= 005919704, 


BIBLIOGRAPHIE 


[1] M. Gaupin et B. DERRIDA, Solution exacte d’un problème mo- 
dèle à trois corps. Etat lié, Journal de Physique, 36 (1975), 
1183-1197. 

[2] M. GauDIN, Sur le problème de deux ou trois électrons en pré- 
sence d’un moment localisé, Journal de Physique, 39 (1978), 
1143-1168. 

[3] E. WHITTAKER and G. WATSON, Modern Analysis, Cambridge 
U.P. 4° éd. (1958). 


Michel GAUDIN, 
Service de Physique Théorique 
CEN — Saclay 
B.P. n° 2 
91190 Gif-sur-Yvette. 


Manuscrit reçu le 8 mai 1980 
révisé le 25 juin 1980. 


Travaux de M. Gaudin 403-416 


PAGE 403 


Réduction du problème du billard quantique triangulaire 


M. Gaudin 


Service de Physique Théorique, C.E.N. Saclay, 91191 Gif sur Yvette, France 


(Regu le 25 octobre 1985, accepté le 10 décembre 1985) 


Résumé. — Le problème du spectre d’une particule quantique dans un domaine triangulaire est ramené à la 
résolution d'équations aux différences finies pour trois fonctions entières de parité donnée soumises à certaines 
conditions de croissance. La méthode de réduction est une extension de celle utilisée par Sommerfeld pour la 
diffraction par un secteur angulaire. Le problème d’analyse ainsi posé reste à résoudre. 


Abstract. — The problem of the spectrum of the Schrödinger equation in a triangle is reduced to finite difference 
equations for three entire functions of given parity subject to some conditions of increase at infinity. This method 
of reduction is an extension of Sommerfeld’s for the diffraction of a wave by an angular sector. The problem of 


analysis so defined remains to be solved. 


1. Le probléme du billard quantique. 


Le domaine de définition étant un triangle plan, le 
probléme est de déterminer exactement les valeurs 
propres et les fonctions propres de l’opérateur lapla- 
cien à deux dimensions avec les conditions aux limites 
de Dirichlet ou de Neumann. 

Qu'il s'agisse des modes de vibration d’une mem- 
brane triangulaire, des niveaux d'énergie d’une parti- 
cule quantique enclose dans un prisme droit, etc..., ce 
problème du billard quantique triangulaire en parti- 
culier a déjà fait l’objet de nombreuses études portant 
notamment sur le comportement asymptotique du 
spectre, sur les dégénérescences accidentelles, sur le 
caractère d’intégrabilité, qui sont fondées sur des 
considérations topologiques rigoureuses et des mé- 
thodes numériques efficaces. On peut se reporter à 
ce sujet au travail récent de Berry et Wilkinson [1] 
(1983), et pour l’analyse de certains cas intégrables, à 
celui de Itzykson et Luck [2] (1984), ainsi qu'aux réfé- 
rences données par ces auteurs. 

L’équation pour la fonction donde Y(r) relative à 
l'énergie E = k? 

AV +kKW=0, rev (1.1) 
est complétée par divers types de conditions sur le bord 
du domaine 
i) y=0, 


re0G (Dirichlet) (1.2) 


ii) n.ôY =0, reĝ6 (Neumann). (1.3) 
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iii) L’une ou l’autre des deux conditions précédentes 
selon les côtés de G. Par exemple, la condition ii) sur 
la base d’un triangle isocéle et la condition i) sur les 
deux côtés égaux donnent le spectre de parité positive 
(dans les réflexions par rapport à la base) pour le 
losange avec Dirichlet. 

Il est évidemment possible de ramener le problème 
à l'étude d’un noyau intégral sur un intervalle fini, 
mais la méthode, qui s'applique d’ailleurs à un domaine 
limité par un contour fermé simple, ne peut être dite 
constructive au sens de l’analyse, bien qu’elle soit 
adaptée à un traitement numérique efficace pour 
les premiers niveaux. Dans le cas d’un domaine étoilé & 
par rapport à une origine O, il existe sûrement une 
série de Fourier convergente de la forme 


Pr, = À cJkre", reg. (1.4) 
solution de l'équation d’onde si les J, sont les fonctions 
régulières de Bessel. Soit r = f(@) l'équation polaire 
de la courbe simple 08, le problème de Dirichlet dans & 


se traduit alors par la condition 


Ee J (kf) e = 0, VO. (1.5) 


Le spectre s’obtient donc en annulant le déterminant 
d’une matrice infinie. Utilisant la représentation 
standard de J,, on voit que ce déterminant est celui 
du noyau intégral continu et périodique dans.les deux 
variables 0 et ọ 


K(0, p) = exp { ikf(8) cos (0 — p)} , (1.6) 
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qui a l’inconvénient de ne pas être symétrique. Le 
noyau K*K aura l'avantage de la symétrie et de la 
réalité, et de ne plus dépendre de l’origine polaire. 
On trouve aisément 


@IK*K |0) = JkMM'), (1.7) 
où MM’ est la distance entre deux points courants 
M(/(®), 8) et M'(/(0), 0’) de la courbe 6. Après 
discrétisation convenable de cette courbe selon la 
région du spectre à atteindre, il suffit de rechercher 
numériquement les zéros d’un déterminant d’ordre 
fini fonction du paramètre k. La comparaison avec le 
noyau intégral utilisé par Berry et Wilkinson resterait 
à faire. 

Ce rappel d’un procédé général effectué, la méthode 
que nous allons développer pour le triangle opère 
dans l’espace réciproque et nous conduira à des 
équations aux différences finies à une variable pour 
des fonctions méromorphes. Son principe est dû à 
Sommerfeld [3] qui construit une solution suffisam- 
ment générale de l’équation des ondes (à n dimensions) 
par superposition des solutions élémentaires exp(ik : r) 
associées à des vecteurs d'onde complexes k vérifiant 


k?=k?,  keS, complexe (1.8) 


de sorte que 


PQ) = | ee f(k)dulk). (1.9) 
{C) 


où dy est l'élément de surface d’une sous-variété (C) 
de S,. En particulier, à deux dimensions, en terme des 
variables complexes z et ¢ e € 


z=x+iy=re; r(x, y) 
f kg =k, + ik,, KT =k, — ik,, (1.10) 


Ya) = VD = f ZO exp( 156 +470) 
(C) 
(1.11) 


ou f(£) est une fonction analytique de £ dans un 
domaine d’uniformité excluant l’origine, et (C) un 
contour quelconque dans ce domaine. La représen- 
tation (1.11) mest pas encore tout à fait celle de 
Sommerfeld qui a en vue de représenter des fonctions 
non uniformes — n'ayant pas nécessairement la pé- 
riode 2 en 0 — c'est-à-dire non uniforme en ¢. Il 
pose ¢ = e,weC,etlona 


V(r, 0) = | dw f(a) eres" (1.12) 


(©) 


où f(w) sera généralement uniforme et méromorphe 
dans le plan œ. Enfin, l’on effectue sur la variable 
d'intégration la translation w > œw + 6, le contour (C) 
étant translaté en (C,); il se peut que dans un certain 
intervalle de 6, le contour (C,) soit équivalent au 


TRAVAUX DE M. GAUDIN 


contour (C) relativement a la fonction analytique 
f(w), ce qui donne la forme finale de Sommerfeld 


V(r, 0) = f 
(C'} 


Cette forme est bien adaptée aux problèmes de 
diffraction par un dièdre résolus par cet auteur qui 
suppose f(w) méromorphe, holomorphe pour Im œ 
assez grand et à croissance exponentielle dans cette 
variable. Le contour (C’) peut alors être choisi dans le 
voisinage de Imw = + œ en reliant y + iœ à 
ô + iœ, avec ~n < y <0; x < 9 < 27 et en 
franchissant la bande Im cos w < 0 à distance finie. 
Alors que la forme (1.12) n'est valide que dans un 
certain créneau angulaire défini par le contour (C), 
la forme (1.13) en réalise le prolongement comme 
fonction analytique de @ en particulier au voisinage 
de laxe réel. 

Le problème de Dirichlet pour le secteur angulaire 
0 < 0 < à est alors facilement résolu. La fonction 
donde ¥(r, 0) devant s’annuler sur la demi-droite 
8 = 0, on prend la représentation antisymétrique 
suivante analogue à (1.13) 


do flo + 0) ees. (1.13) 


V(r, 0) = | do etre ffo + 0) — flo — O) 
(C) 
(1.14) 


qui superpose une solution définie dans le domaine 
physique initial à celle obtenue par réflexion par 
rapport à la face du dièdre 6 = 0. La condition de 
Dirichlet sur la seconde face P(r, x) = 0 est ensuite 
réalisée par le choix 


fo + 24) = fw), 


c’est-à-dire la périodicité 2 x de f(w). La solution 
convenable de cette classe sera déterminée par les 
conditions à l'infini spatial, sachant que Fonde plane 
exp(ikr cos (8 — wọ)) est engendrée par un élément 
polaire simple du type 


(1.15) 


fol) = cotan + (co — we). (1.16) 


Le point important à noter est que cette méthode 
construit un prolongement de la fonction d’onde en 
dehors de son domaine de définition initial par 
réflexions par rapport aux faces planes du domaine, 
le produit des réflexions par rapport aux deux faces 
du dièdre étant la rotation 2 «, ce qu’exprime la 
périodicité (1.15). Pour le problème du triangle, cette 
relation fonctionnelle trouvera son extension dans les 
équations aux différences finies annoncées. 

Notons enfin que, contrairement au cas du secteur 
angulaire traité par Sommerfeld selon la méthode 
décrite, l’on ne dispose d’aucun centre polaire vrai- 
ment adapté aux conditions aux limites du triangle, 
bien que le centre du cercle inscrit soit privilégié. Il est 
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alors commode d’utiliser l’intégrale de Sommerfeld 
sous la forme primitive (1.9) puisque celle-ci est trés 
adaptée au groupe des déplacements du plan dont elle 
constitue une représentation. II suffira de choisir pour 
du(k) la mesure invariante correspondante qui est 
précisément dw. En effet, soit A un déplacement ; 
c'est une transformation linéaire affine 


Arr = Air = Dr+t= D.(r —r,;) (1.17) 


où D est homogène c’est-à-dire rotation pure, t une 
translation et r, le centre de Ja rotation équivalente à 
A. D'où la représentation du groupe affine 


Y — Y.A = P(A) = [ou fk) ef tn 


= [eu fk) ees ekr, 
(1.18) 


induite par celle du sous-groupe compact des rotations 


f > f.D = f(Dk) et. (1.19) 
Sachant que 
du(Dk) = du = du = da, (1.20) 
la forme précise de la représentation est donc 
Pr) = | do f(k) ei. (1.21) 
(C} 


2. Le principe de réflexion appliqué au triangle. 


Rappelons d’abord que ce principe de réflexion 
permettant d'étendre la solution d’un problème de 
Dirichlet-Neumann pour un domaine polygonal à 
des domaines plus vastes, n’est pas seulement et n'est 
pas toujours un simple principe global résultant de 
l'unicité de la solution dans un domaine donné. Ce 
principe est analogue à celui de Schwartz pour les 
fonctions analytiques d’une variable ou les fonctions 
harmoniques de plusieurs variables, qui résulte des 
propriétés locales du prolongement analytique. En 
effet, une fonction de classe C?, W(z, 7), solution d’une 
équation elliptique est analytique dans les deux 
variables z et Z [4]. C’est donc bien un prolongement 
que l’on construit par réflexion dans le domaine réel 
où Z est conjugué de z. On a déjà vu comment la forme 
de Sommerfeld (1.13) opère le prolongement en 0 
qui dépend essentiellement des propriétés de la trans- 
formée f(w), comme l’uniformité en @ dans le cas du 
dièdre. Ceci rappelé, nous revenons à la géométrie. 
Appelons R,, Rz, R, les réflexions d’espace par 
rapport aux trois côtés d,, da, d du triangle ©. Les 
opérations D, = R, R} D; = R, Ri, D3 = R, Ro, 
sont des rotations d’angle 2 «,, 2 «z, 2 «3, autour des 
sommets correspondants de ©. Puisque R? = 1, on a 
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Fig. 1. — Notations et trajectoires minimales. 
[Notations and minimal trajectories.] 
la relation D, D, D; = 1. Par contre, le produit 
T, = D, D, D; = (R3 Ry R3% (2.1) 


est un déplacement de rotation nulle (52 æ; = 2x) 
donc une translation. On obtient ainsi trois transla- 
tions remarquables du groupe libre G engendré par 
les réflexions, soient 


T;, Tı = (R, R3 Ry? = D; Ti D; ! ; 


T3 = (R2 R3 R;) = D, ° Ti D;. (2.2) 
Nous reviendrons sur leur signification. Si le triangle 
© est aigu (a, < 2/2), les trois images de © par R; 
soient R; ©, ne se chevauchent pas. La fonction ¥ se 
prolonge alors dans chaque image R; © grâce à la 
relation de parité 


P(R;r) + 6; PQ) = 0 (2.3) 
avec e; = 1 pour la condition i) de Dirichlet et ¢,= — 1 
pour la condition ii) de Neumann. Si l’on essaye de 
poursuivre ces opérations de réflexions successives 
en construisant les images du « domaine fondamen- 
tal » © par les opérations de $, on constate rapidement 
que les images se chevauchent et généralement les 
différentes copies de G ne sauraient constituer un 
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pavage du plan, et un pavage compatible avec la 

condition (2.3). La fonction obtenue par le prolonge- 

ment (2.3) n’est pas uniforme, comme on le voit 

aisément en examinant les rotations D?‘ autour du 

sommet i. La condition d’uniformité est p; entier, 

a; = n/p; > 1/p; = 1, ce qui n'est réalisé que pour le 
r 


triangle équilatéral > 
nun. 
rectangles G FE 5) et ( 


R (8 
(3.3) 


Le long de toute ligne continue £ issue d’un point 
de ©, le prolongement est défini de façon unique par 
la suite des réflexions déterminées par l'intersection 
de £ et du côté image rencontré, pourvu que soit évité 
tout sommet image rencontré. Ce sera par exemple, 
le cas générique le long de toute demi-droite issue 
d’une origine O donnée dans ©. L'ensemble des points 
de branchement rencontrés par balayage dans un 
cercle de centre O et de rayon fini est fini. L’ensemble 
des coupures radiales s'étendant à l'infini qu’on peut 
ainsi construire est donc dénombrable mais il est 
dense dans les directions. On obtient ainsi un domaine 
d’uniformité étoilé relativement à O, dense dans le 
plan. 


Lorsque G est un triangle aigu, les translations 
remarquables sont reliées à la définition de la trajec- 
toire classique de longueur minimale [8]. Soient h,, 
h,, hg, les pieds des hauteurs abaissées des sommets 
s; Sur les côtés d,; le triangle h,h,h, définit une tra- 
jectoire fermée de longueur / = R Ÿ sin 2 x; (R est le 


> 


} les deux triangles 


ia wa 


, 


vla Cia 


x 5) et la demi-bande 


a 


J 

rayon du cercle circonscrit), qui obéit aux lois de la 
réflexion de l'optique géométrique. Cependant les 
trajectoires parallèles assez voisines constituent une 
famille d’hexagones dont le périmètre est le double 
de la longueur du trajet singulier h,h,h3. L'image 
d'une trajectoire classique est une droite sur le revê- 
tement plan de la surface définie par les deux faces 
de la plaque triangulaire G. Dire que la trajectoire est 
fermée, équivaut à constater l’invariance dans cer- 
taines translations, du recouvrement constitué par les 
images de © sur le revêtement plan. Comme le montre 
la figure 2, les translations T; ont pour longueur 
commune 2 / et les directions sont celles de h;h, pour 
Ta, h,h, pour T, et h,h, pour T,. On voit aisément 
que ces directions sont celles de couloirs infinis de 
largeur finie ne contenant aucun sommet image et 
dans lesquels la fonction ¥ se prolonge par périodi- 
cité T.. 

De plus les translations engendrées par deux 
d’entre elles, par exemple T, et T;, définissent une 
double série de couloirs formant un réseau double- 
ment périodique dans lesquelles la branche Ÿ est 
uniforme ; ce n’est plus le cas avec les trois translations. 

Lorsque © est obtus, les translations T; ne défi- 
nissent plus de couloirs d’uniformité rectiligne. Cepen- 
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V 
NDA 


Fig. 2. — Les trois translations remarquables et les couloirs 
de périodicité correspondants. 


[Three remarquable translations and the corresponding 
periodicity channel.] 


dant quel que soit le triangle, il existe d’autres transla- 
tions qui correspondent aux trajectoires fermées à 2 n 
côtés. Il en existe une infinité et les couloirs sont de 
largeur non nulle. Toute translation du sous-groupe 
d'indice 2 engendré par les D, s'écrit : DP D} DÝ D. 
nn, ~ € Z, avec Ÿ n, = 0, È n, = 0. Toute opéra- 
tion du type (AR, }? où A est un déplacement propre 
est une translation. Mais pour l’existence d’un couloir, 
encore faut-il que le feuillet correspondant contienne 
une droite. La figure 3 montre le couloir de translation 
défini par T'=D;?D;'D?2D, =(R, R3 R, Ri R3}, 
correspondant à une famille de trajectoires décago- 
nales. 

Enfin, dernière remarque, si l’on quotiente le 
groupe $ par le sous-groupe des commutateurs, on 
obtient un groupe abélien d’ordre 8 (Q), ce qui identifie 
les trois régions R, R, R;,R; R3 Ri, Ra R, R, ;on peut 
considérer les 8 régions (1, R, Ri Rj, R; R; R3) comme 
le déploiement plan de la surface d’un octaèdre dont 
les faces sont 8 triangles égaux à ©, réfléchis les uns des 
autres par 3 plans orthogonaux. L'union des domaines 
GG est aussi le revêtement de l’octaèdre pointé aux 
six sommets. Les trajectoires classiques dans G sont 
le relèvement des géodésiques sur loctaèdre; par 
exemple les translations T; correspondent à trois 
hexagones plans reliant les pieds des hauteurs des faces 
de l’octaèdre, comme le montre la figure 4. 
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axe du 
j couloir F 


Fig. 3.— La translation T’ = (R, R} R, R; R3} etle couloir 
associé. La trajectoire pentagonale singulière correspondant 
à laxe du couloir. 


[The translation T’ = (R, R} R; R, R3} and associated 
channel. Pentagonal singular trajectory corresponding to 
the channel axis.] 


Ces quelques considérations géométriques ne sont 
pas toutes d’une utilité directe pour la solution qui va 
être exposée ; elles donnent seulement une idée de la 
complexité du support de la fonction multiforme ¥ 
dans l’espace direct. Il semble que les choses soient 
plus simples dans l’espace réciproque. Nous n'avons 
parlé que du cas générique. On pourrait s'étendre 
plus longuement sur le cas où les angles «,/a sont 
rationnels, constituant un système appelé pseudo- 
intégrable (Richens et Berry, 1980) [5]. 


3. Représentations de la fonction d’onde. 


Le fait intéressant établi section 2 est l’existence d’au 
moins deux couloirs infinis — prenons ceux définis par 
les translations 


T, =(R, Ra R3} et T3 = (R2 R3 R,y 
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ELEVATION 


Fig. 4. — L’octaédre (Q) et les trois géodésiques planes 
hexagonales. 


[The octahedron (Q) and the three plane hexagonal geode- 
sics] 


dans chacun desquels la fonction d’onde ¥(r) est pro- 
longeable comme fonction de période 2/. L’axe de 
T33 a la direction 


h, — h; = hj, = h}; w 
h, — h, =h,, 


(lu |= 1) (T3) 
(u| = 1) (T3). 
(3.1) 


h,2 Us 


Quelle est la largeur de ces couloirs ? Les droites qui 
les limitent passent par les singularités les plus proches 
de l'axe central que sont les sommets images rencon- 
trés en séloignant de celui-ci. On voit aisément que, 
si æ, est langle le plus grand du triangle aigu ©, les 
trois couloirs de translation ont le même sommet s, 
sur leur frontière. Notons aussi que lopération 
R, R, R, dont le carré est T,, est une « semi-transla- 
tion », c’est-à-dire translation et symétrie par rapport 
à l’axe de translation u,. Le couloir est donc symé- 
trique par rapport à son axe. Les trois couloirs ont 
même largeur 2 b : 


b = H, cosa; = 2 R sin à, sin &, cos «3 
(43 > %,2) (3.2) 


où R est le rayon du cercle circonscrit à ©. H, désigne 
la longueur de la hauteur shy. 

Rappelons les données métriques de G qui seront 
utiles. Soit p le rayon du cercle inscrit au triangle 
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h,hyhs, dont le centre O est l’orthocentre de ©. Nous 
avons 


- Pp =— 
Ob, = COS ot,” Os: = 3 S &) COS %3 ` 6-3) 
sin à, Sin 3 
H, = Oh, + Os; = P Sos a, cos a, cos %3 ` (3.4) 
p = 2 R cos a, cos a, cos a3 (3.5) 
h,, = p(tan a, + tan a2) (3.6) 
l = hy, + hz; + hy, = 2p) tan q = 
= 2p]]tano,=4R]]sina,. (3.7) 


Comme la longueur 2 / est la période fondamentale, 
nous choisirons l'unité de longueur de sorte que l’on 
ait 


lan. (3.8) 


L’échelle est donc fixée en fonction des angles, grace à 
(3.5) ou (3.7). 

Les remarques initiales de cette section nous four- 
nissent immédiatement deux représentations de Ÿ : 

La première est relative au couloir (u3) d’axe uy, 
où l’on a la périodicité 

V(r+2lu,) = Yr), re(u). (3.9) 

Dans un système de coordonnées cartésiennes d’ori- 
gine h,, axe des abscisses uy, r(x3, Y3), il existe une 
série de Fourier en x; = r * us; 


ii Tp il _ = 
P(r) = D a, elles + VE? nya} + d, eilnxs Vk2—n2y3) 


hez 


(3.10) 


convergente pour —b<y,<b selon (3.2). 
(/k? — n° est définie comme fonction impaire de n, 
par la coupure [— k, + k], et se comporte comme in à 


l'infini.) Ceci implique 


— bin 
> 


la | <la,| <e (3.11) 


à l'approximation exponentielle. 

D’autre part, nous avons l'importante propriété 
de symétrie dans la semi-translation R, R3 R, 

Y(R: R3 Ry r) = P(x, + 7, — y3) = eP (x3, y3) 


(3.12) 
avec 
E = Hé: (3.13) 
D'où l’on déduit 
a, = (~Y ea, Yn (3.14) 
et la représentation périodique en x, valide dans (u3) 
P(r) = X ay etm (eV -nys +(-y' e e7 VF) | 


(3.15) 
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La seconde représentation de ¥ est l’analogue de 
(3.15) mais dans la bande (u), système cartésien 
d’origine h, avec r(x;, Y2) x, = r°'u, : 


wr) = 3 €, ein=2(e' V rire +(-y'e e7 VE) 
(3.16) 
valide pour | y, | < b, avec | c, | oc eh". 

Or ces deux représentations doivent définir la 
même fonction dans l'intersection des deux couloirs 
(u2) et (u3), qui est un losange de centre h,. De plus, 
dans ce domaine commun, la fonction doit avoir la 
parité €, dans la réflexion R, (R, (2) = (u3)). D'où 
l’idée de considérer les développements de Fou- 
rier (3.15) et (3.16) comme deux expressions du 
théorème des résidus de Cauchy pour l'intégrale 
d’une même fonction méromorphe, le choix de tel ou 
tel contour dépendant du paramètre r par le biais 
de la croissance. 

La représentation intégrale cherchée est du type 
de Sommerfeld (1.21), où les nombres d'onde sélec- 
tionnés par les résidus pour donner (3.15) ou (3.16) 
selon le contour, sont évidemment complexes : 

Pour (3.15) k.u, = n, et pour (3.16) : 


ku, = neZ. (3.17) 


Appelons w,, @2, @3 les azimuts (mod. 2 x) des vec- 
teurs $283, $38,, S452 (côtés orientés) et B,, fl, P3 ceux 
des vecteurs u,, u,, u}. On a 


2, = f; — fa, 2, = B; + B, et circ. 


(3.18) 


Les angles sont ordonnés comme l'indique le 
schéma ci-dessous 


ay Xi 


— tp tt 
Bi @; bB a, Bs œ Byt2n 


Nous proposons la représentation intégrale suivante 
de la fonction P(r) = Y;(r) ainsi indexée lorsque la 
symétrie R; est manifeste : 


P(r) = | do gak) 
(C3) 


ekr- h3) 
sin (rk.u,) sin (ak.u3) 
ou, encore plus explicitement dans la variable w 


(3.19) 


da x 
(C3) 


Ps 03) = f 


galw _ @3) elkrs cos (w— @3 — 83) 


sin (xk cos(w — 8,)) sin (zk cos (w — B,))' 
(3.20) 
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Le contour (C;) doit être équivalent à un contour 
symétrique par rapport au point w3, c’est-à-dire 
invariant par R} : w > 2 œ, — œw. Les coordonnées 
polaires de centre h, sont 


r, = 
95 


La fonction g3(w) est supposée holomorphe entière, 
de période 2 x et de parité £, : 


|r —h, | 
azimut de (r — hj); direction origine s,s, . 
(3.21) 


galw + 27) = g3(a). 
(3.22) 


93(— ©) = &3 ga); 


Sa croissance doit être telle que l’intégrale converge 
quel que soit 0, si r; est inférieur à la demi-largeur b 
du couloir de translation. 

La symétrie R, est manifeste sur (3.20) en vertu des 
hypothèses, ou sur (3.21) après translation de la 
variable d'intégration © — œ, > œ. 


Para 03) = £3 Para, — 03) = 


= dw g3(@) 
(cy  Sin(rkcos(w + x;))sin(rkcos(w — a3) 


(3.23) 


où (C4) est par hypothèse symétrique par rapport à 
l'origine. 

Il est important de noter que nous supposons 
l'intégrant fonction méromorphe en w et de période 
27, c’est-à-dire fonction uniforme de k ou ¢. Cette 
hypothèse est bien différente de celle de Sommerfeld 
pour le secteur angulaire où intervient naturellement 
une transformée de période 2 « et non 2 7, c’est-à-dire 
non uniforme en k (cf. (1.15) et (1.10)). La contrainte 
de périodicité 2 «, suffisante pour résoudre le problème 
d’un unique secteur angulaire, est impossible à réaliser 
pour deux angles. Dans le problème du triangle, l’équi- 
valence des fonctions f(w + 2 «;) à f(w) ne pourra 
être réalisée que modulo une fonction holomorphe. 
Si notre hypothèse pouvait être confirmée, par l’exis- 
tence d’une solution telle, le problème du triangle 
fini présenterait une uniformité inconnue du cas 
limite’ du dièdre infini. 


x eikrs cos (w — 03) 


4. Les deux séries de Fourier issues de la représentation 
intégrale. 


On montre qu’avec un choix convenable du contour 
(C3) et une condition sur la croissance de g,(w), dans 
le voisinage de h, défini par l'intersection des couloirs 
(u,) et (u2), l'intégrale (3.20) qui représente Y.(r) est 
égale à la somme de l’une ou l’autre série de Fourier 
analogues à (3.15) et (3.16) relatives ici aux couloirs 
(u,) et (u2). Les deux séries sont formellement dis- 
tinctes et s’échangent dans la réflexion R, de parité £; ; 
ces résultats s'étendent évidemment par permutation 
circulaire de tous les indices. 
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Nous savons d’après (3.17) que la série (u,) sera 
engendrée par les résidus des pôles qui sont parmi 
les zéros du dénominateur sin (zk.u,) et de même la 
série (u,) avec les zéros de sin (k.u,). Il faut donc 
qu’un contour (C;) entourant exclusivément les pôles 
(u,) dans un sens donné, soit équivalent à un contour 
entourant les pôles (u,) dans le sens opposé. Etant 
donnée la périodicité 2 x de lintégrant, celui-ci doit 
donc s’annuler à l'infini. Puisque cette équivalence 
est postulée dans un voisinage de ha, c’est-à-dire pour 
r, assez petit, VO, (cf. $ 3), la croissance de g3(w) doit 
être inférieure à celle de sin (zk.u,) sin (ak.u,). Si 
w = À + ip avec Imo = u > œ, 


| sin (xk.u,) sin (mk.u,) | oc exp { nk | sinh u | x 
x (sin (a; + å) | + Isin («3 — 4) D}. (4.1) 
Donc, si l’on avait par exemple 


g3(A + in) | < exp(xk | sinh u | sid 2 a3), (4.2) 


le contour (C3) entourant positivement les pôles (u,), 
contour noté (C3 ,) est équivalent à — (C3 ), entourant 
les pôles (u,) négativement, puisqu'ils peuvent être 
déformés l’un dans l’autre par passage à l'infini, 
pourvu que r, soit assez petit. Certes l'inégalité (4.2) 
n'est pas suffisante pour assurer l'existence d’un 
domaine de largeur 2 b, mais ce point sera compatible 
avec l’hypothèse que g,(w) soit entière. En effet, le 
facteur exp { ikr} cos (w — 03) } dans l’intégrant de- 
vrait atteindre la croissance exp(kd | sinh x |); il faut 
donc vérifier les inégalités 


b<nsin2a;, Vj (b = 2R sin a, sin æ, cos 43) 


(4.3) 
selon (3.2). Soit, à l’aide de (3.8) et (3.7) 
ai sin %, Sin &, cosa, < sin 2 a, 
ou 
tan «3 sin 2a, > 5, vj (4.4) 


ce qui équivaut à Min a; < 3: Max 0, > 3 

Reste à appliquer le théorème des résidus. Nous 
choisissons (C;,), entourant les seuls pôles de type (#2) 
dans le sens positif. Localisons les pôles dans le plan 
complexe 


ku;=nez ou kcos(o—$)=n. (4.5) 


Appelons w, (mod. 2 x) les solutions de l'équation 


kcosw, =n, ksinw, = /k? — n°. 


w= Wtr M= —n) #0. 


(4.6) 


Pour une valeur donnée de l’entier |n|, on a donc 
4 pôles 


tw, et twe=tw,+2 n #0 (4.7) 
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|n[>k w, imaginaire pur 
[In| <k w, réel 
n = 0 Wo = + 2/2. (4.8) 


Les sommations porteront sur n€ Z, et sur les deux 
signes de w, ce que nous noterons È. Les pôles des 


n 
séries (u,) et (u,) sont donc les suivants : 


(u.) 10 = Ba + 1,3 
jo = Bi + w: 


OD — O3 = X3 + Wa 


(4.9) 


wW — Oz = % — Wa- 


D'où les deux séries représentant la fonction ¥, 
wy Ga 
Wor) = — 2 —— x 
32(0) id k sin w, 


galas + Wy) 
sin (xk cos (2 a, + w,)} 


ikr; cos (a3 — 03 + wa) 


y (4.10) 
Pa) = 255 ksin w. x 
g3(— X3 + Wha) 
sin (zk cos (2 a, — w,)) 


ikr3 cos (x3 +03 — Wn) 


(4.11) 


pour r, assez petit . 
(4.12) 


Ya) = Pr) = Pai) 


Il est clair que les deux séries ¥3, et %3, ne sont pas 
identiques et que l’on a manifestement, en vertu de 
(3.22), 

P 32(r3, 03) = £3 Par(r3, — 03) 
ce qui, d’après (4.12), exprime que ¥, a la parité £, 
dans la réflexion R;. i 

Les séries (4. 10) et (4.11) sont des séries de Fourier, 
Y,, dans la variable d’abscisse sur l’axe u,, :, dans 
l'abscisse sur u,. La conversion des coordonnées 
polaires aux cartésiennes définies par (u,) ou (u,) se 
fait à l’aide de la figure 5. Nous avons le formulaire 
(à étendre par permutation circulaire) 

y, : ordonnée de Mr) par rapport à u, 


(4.13) 


Ya = ra sin (0: — x3) =r, sin (8, + x;) (4.14) 


x,(h3) : abscisse de M sur u, avec l’origine hy. 


x,(h3) = f3 COS (63 — 3) 
| x,(h,) = r, cos (0, + a) (4.15) 
xha) — x,(h,) = hy3. (4.16) 


On obtient ainsi une écriture plus familiére de nos 
séries de Fourier 


x einxa(hs) + Iyk? = n?y2 (4.17) 
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Fig. 5. — Coordonnées polaires de M, de centres h, ou h,. 
Coordonnées cartésiennes : axe des abscisses u,. 


mM = y,, hm = x,(h3), hım = x,(h,). 


[Polar coordinates of M, relative to the centres h, or hg. 
Cartesian coordinates : x-axis u} 


, — 

; (-)" 

Ya =2i} - = bs a;(— Wa) X 

n /k — nn 

x eine hs) + yk? ayy 


(4.18) 


avec la définition des coefficients 


a(w,) = g3(%3 + Wh) 
3 sin (ak cos (2 a3 + w,)) 
ea — w,) g3(— %3 + Wnr) 
373 w ~ sin (zk cos (2 a, — w,)) a 19) 


Comme convenu Ÿ somme sur les deux signes de w,, 


n 
soit du radical ./k? — n?, toujours considéré comme 
fonction impaire de n, selon (4.6). 

Avant d’exploiter l'information contenue dans les 
formules (4.17) à (4.19), revenons à la question du 
contour (C3) bien que la question de principe soit 
résolue : (C;,) entoure dans le sens positif la suite 
infinie des pôles f, + w,, sans entourer la suite 
Bi + Wa Ceci implique qu'ils soient distincts. Pas 
de problème pour les pôles imaginaires puisque 
Pa — B, = 2 a, est strictement compris entre 0 et z, 
si le triangle est aigu. (Le cas du triangle rectangle est 
donc un cas limite, mais le problème est alors équi- 
valent à celui du triangle isocèle aigu, ce qui élimine 
la difficulté). Quant aux pôles sur l’axe réel, ils sont en 
nombre fini d’après l’inégalité (4.8) et les coïncidences 


k.u, =n, ku, =n,€Z 

ou 
Wa — Way = 203, (4.20) 
ne peuvent être qu’accidentelles. Il est difficile d'en 
dire plus à ce stade, car nous ne savons rien de lexis- 
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tence effective de tel pôle. Il se peut qu’une certaine 


famille de résidus soient nuls. Cependant, si nous 


anticipons sur les résultats de la section 6, il est 
probable que les pôles doubles soient génériquement 
absents. L'existence d’une relation fonctionnelle liné- 
aire telle que (6.5) entre les trois fonctions entières 
gœ — w;) entraîne que g, s’annule si k.u, = n,, 
k.u, = n,, k.u, # n, €Z, et par conséquent le pôle 
correspondant w = f, + w, = B2 +w,, restera 
simple dans l’intégrant (3.19). Même pour le cas 
exceptionnel où l’on puisse avoir simultanément 
kau, =m, ku =n, kuz = neZ, (4.21) 
on évite encore le pôle double en imposant que g; 
s'annule sur les affixes en question. Notons que (4.21) 
implique l'existence de trois entiers relatifs (premiers 
entre eux si Pon veut) tels que 


Ynisin2a;=0 ou È n, hz = 0 (4.22) 
J circ. 

et détermine k(n, n, n3). La suite discrète de fonction 
d'onde élémentaires exp ik + r possède alors la pro- 
priété de périodicité dans les trois couloirs de transla- 
tion (u;). On peut l’'interpréter comme la quantification 
semi-classique, sur la surface de loctaèdre (Q) de la 
section 2, des trois familles de géodésiques hexagonales 
couvrant le domaine obtenu par projection sur (Q) 
des trois couloirs de translation. Les niveaux de cette 
famille sont repérés par un seul nombre quantique m : 


1 


k? = M — x 
sin” 2 a, 


x (n? +n} — 2n,n, cos 2 «;) = circ. (4.23) 


Ceci ne vaut que pour la famille de triangles vérifiant 

(4.22). Ce n’est que dans le cas du triangle équilatéral 

(a; = 7/3) qu’il est possible de trouver 3 ! fonctions 

élémentaires dégénérées en énergie pour n; donnés et 

vérifiant J. n; = 0, et de réaliser par superposition les 
J 


conditions aux limites de G. Dans les notations de la 
section 5, ceci correspondra a la solution a(w,) = 0, 
sauf pour_n= + n, n, tn; où lon aura 
a(w,) oc ./k? — R. 

Donnons enfin un exemple d’hypothése qui entrai- 
nerait la séparation des pôles des deux séries pour un 
intégrant donné par un contour très simple. Choisis- 
sons les g;(&) de sorte que les résidus soient nuls pour 
In] < no, où no est le plus petit entier vérifiant 


ksin a; < ng, k sin &3 < ho (a, < a, < a3). 


(4.24) 
On en déduit, pour les pôles réels, 
m TH T 
[w] < mt(%3 - as) <5 - CA <% (n > 0) 
(4.25) 


411 


On peut alors choisir pour (C;) les quatre droites 


Rew—w, = 0,7; Ima décroît de +00 à — co. 
f n 3n, 


=, —; Imo croît de -oà +œ. 
2° 2 


Rew—w3 = 
Le contour (C;) est bien symétrique comme postulé 
section 3. Les droites séparent manifestement les pôles 
imaginaires des deux séries Rew = f, fp + n et 


Rew = B;, Ba + n, mais elles séparent aussi les pôles 
réels en vertu de (4.25), ce qu’illustre la figure 


les 


+ 


w, +n 


Contour 
(C3) 


5. Les conditions de cohérence. 


Nous venons de construire trois fonctions de r, ¥ (r), 
dont les représentations intégrales (3.19) et circ. ont 
un domaine de définition commun contenant l'ortho- 
centre de ©, et prolongeables chacune dans des 
couloirs de périodicité communs à chaque paire de 
fonctions. Or ces trois fonctions sont par hypothèse 
identiques à la fonction d’onde cherchée. 
L'identification des développements de Fourier en 
x, des fonctions ¥,;(r2, 02) et ¥3,(r3, 03), conver- 
gents dans le couloir commun (u,), nous donne sim- 
plement, selon (4.17) et (4.18) 
&3 a3(— w,) einxiths) = — a,(w,) eli (h2) 


(5.1) 


et les deux autres analogues. D’aprés (4.16), on en 
déduit 


&3 43(— Wa) = — a,(w,) e"> et circ. (5.2) 


Pour une méme valeur de n les deux signes de w, sont 
admissibles : 


E3 a3(W,) = — a,(— w,) e, (5.3) 
On déduit de (5.2) et (5.3) 
ay(— Wy) alw) af) 
ai(w,) 7 a,(w,) T a3(Wn) SO} 6-4) 


où ¢, désigne la valeur commune des rapports. Substi- 
tuant a{— w,) dans (5.2), on obtient 


(5.5) 


a3(w,)/a2(w,) = — 63 E(w) ginh2s ` 
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Effectuant le produit circulaire, compte tenu de (3.7) 
et (3.8), il vient 


avec la propriété 


a(— Wa) = Cn a(w,) (5.9) 
Ow) = — &(-)". (5.6) 
La seule solution compatible avec la symétrie (3.12) €t la définition des trois nombres réels 
est 
1 
es = (w,) = e(—)" (5.7) t; = 3 (has = hi3), etc... (5.10) 
‘ ; . vérifiant 

qui est justement (3.14). On peut alors exprimer les : 
trois coefficients en fonction d’un seul tp — ty = —hy;,.. (5.11) 


a3(W,) = €z €" a(w,) 


En vertu de (3.6), ona 
a,(w,) = £; epf (1z + 


5) a(s,) 


a,(w,) = 6, epf (n - 2) atw,) (5.8) 


sin (4; — &,) COS a3 


p n 
t3 = 3 (tan a, — tan a) z 


sin æ, Sin a SIN 3 


(5.12) 
En terme des seuls coefficients inconnus a(w,), nos séries (4.17) et (4. 18) s'écrivent donc : 
Y,(r) = — 2 ie, aes = a(w,) entra #83) (er LE ee) (5.13) 
PQ) = — 2 ie, La aw eits Fa) (Ro ER L g el), (5.14) 
On obtient les autres par permutation circulaire | tą — t4 — =e pty + = 


Comme nous avons épuisé toutes les contraintes du problème, les coefficients a(w,) sont nécessairement 
déterminés par le fait qu’il existe trois fonctions entières g (œ) de parité e; telles que l’on ait d’après (4. 19) et (5.8) : 


E3 93(%3 + w,) = sin (zk cos (2 a, + w,)) ef" a(w,) 


€3 9,(a4, + w,) = sin (nk cos (2 a, + w,)) exp — 


3 
2x (5.15) 
E1 9202 + w,) = sin (nk cos (2 a, + w,)) exp] il ta + =z)" a(w,) 
et la condition de croissance conforme à (3.11) 
aw,) cel, | nl +o. (5.16) 
6. Les équations aux différences. 
Les relations de cohérence (5.2) et (5.15) sont équi- C'est-à-dire 
valentes à la proposition suivante : la somme des 
intégrants des trois représentations intégrales ¥, S 930 = Ce 3 RSS. 
((3.19) et circ.) est une fonction holomorphe dans tout sire. 3° sin (xk.u,) sin (tk.u2) 
le plan. (6.1) 


Il suffit de vérifier que les résidus des pôles apparents répartis en trois séries sont nuls. Par exemple, dans la 
série (4), le résidu du pôle d’affixe w = p} + w,(k.u; = n)est 


AG = @;) eh 


g2(@ — w) en hehe 
sin (7k.uy) 


sin (xk.u;) Na 
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Il suffit d’avoir 


sin ee Fn E w,)) t sin ee TEE w,)) ait p= Awe =e 62 
c’est-à-dire, à l’aide de (3.1) 
ou, d’après (4.19) 
a,(w,) + 8, a,(— w,)e 2 = 0 (6.4) 


ce qui est précisément (5.2). 

Or nous avons montré au début de la section 4 la nécessité pour les intégrants des Ÿ', de s’annuler à l'infini 
en w, et ceci dans un domaine de 6 qui contient l’orthocentre r = 0. On déduit alors du théorème de Liouville 
que le second membre de (6. t) est nul. D’ou la relation fonctionnelle 


Y e7 sin (rtk.u3) g3(k) = 0 (6.5) 


circ. 


à compléter par les trois relations de parité g{— œw) = £e; g,(w) sachant que g(k) = g (w — w). 
La relation (6.5) constitue la base des équations aux différences annoncées. On peut encore écrire plus 
explicitement 


2 cx ip sn) sin (zk cos (© — B3))g3(w — w) = 0 (6.6 
ou encore | 
È (œv — w,) g{o — ©) = 0 (6.7) 
avec 
p(w) = esio sin (tk cos (w + a3 — «,)). (6.8) 


Réciproquement, cette relation assure la cohérence des trois représentations intégrales, sans avoir besoin de 
repasser par les séries de Fourier qu’elles engendrent et qui ont joué un rôle heuristique. Multiplions le premier 
membre de (6. 1) par e*” et intégrons dans le plan œ sur un contour (I’,) entourant les seuls pôles de la série (4) 
dans le sens positif. Excluant par hypothèse toute coincidence de pôles de séries distinctes (soit qu’il faille éviter 
les valeurs accidentelles des angles (4.20) pour que notre analyse soit valide ; soit que la séparation des pôles 
effectifs découle d’une propriété (4. 24)) l'intégrale sur g,(k)... le long de (F3) est nulle : 


g2(k) eik-(r—h2) = 
Is g sin (zk.u;) sin(mk.u3) de (6.9) 
On en déduit 
gik) el gak) ete 
Raman | Oakura À (6:10) 
Ta) 5 


c’est-à-dire dans le domaine de convergence commun 
P(r) = P(r), etc... (6.11) 


ou encore ¥ (r) = ¥(r), Vj, dans Pintersection des trois couloirs. La fonction P(r) possède donc les propriétés de 
parité voulues dans les réflexions R,. 

Il ne faut pas s'étonner de n’obtenir qu’une seule relation (6.7) pour trois fonctions inconnues. En effet, les 
relations de parité (3.22) jouent un rôle fonctionnel essentiel (le plus fameux exemple est celui de la fonction £ 
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de Riemann). Si l’on effectue dans (6.7) la transformation œ > — œw, on obtient, compte tenu de (3.22), une 
équation fonctionnelle distincte de (6.7) : 


È} 8, 9f- © — a) g(w +o) = 0. (6.12) 


circ. 


On a donc en fait au moins deux équations homogènes à trois inconnues et l’on peut montrer — on le vérifiera 
sur lexemple de la section suivante — que les deux relations (6.7) et (6.12) sont compatibles avec les parités 
imposées. Le problème ouvert est de déterminer les solutions qui soient des fonctions entières de période 2 x, 
dont la croissance vérifie (4.2) et plus précisément réalise (5.16). Peut-être sera-t-il aussi nécessaire que g, 
s’annule sur un nombre fini de « pôles » de façon à réaliser la séparation décrite section 4. 

Une légère variante d'écriture consiste à prendre pour inconnues les fonctions méromorphes 


~ g3(k) 
g3(k) = Sin (wk.u,) sin (tk)? etc... (6.13) 


qui vérifient les mêmes relations de parité que les g,. Il faut donc trouver trois fonctions méromorphes de parités 
définies vérifiant i 


Eet g (k) = 0, (6.14) 


les pôles étant k.u, = n, k.u, = n pour g}, etc..., avec les conditions de croissance 
|G(@)| < exp — b|sinhy| pp =Imo. 


Reste à savoir si les conditions de méromorphie et de croissance imposées sont suffisantes pour déterminer 
la solution. Il s’agit maintenant d'un problème d’analyse qui a sa consistance propre. Il est intéressant de noter à 
ce point l'existence de théorèmes dus à Borel, Nevanlinna [6], sur la croissance comparée des fonctions entières, 
ou même des fonctions méromorphes, liées par une relation linéaire telle que (6.7). Par exemple, le théorème 
suivant de Borel [7] montre à quel point les conditions jointes de croissance et d'holomorphie sont contraignantes : 
trois fonctions entières sans zéros sont linéairement indépendantes. 


7. Le problème mixte pour le triangle équilatéral. 


La réduction du problème de Dirichlet-Neumann à un système d'équations aux différences représente-t-elle une 
étape décisive pour la solution complète du problème ? Au moins en principe lorsque les angles sont rationnels. 
On connaît en effet une méthode générale de résolution des équations aux différences d’incréments 2 n/N, à 
coefficients périodiques 2 x. Dans les cas les plus simples N = 6 ou 8, on a pu effectuer la construction complète 
des solutions méromorphes de croissance imposée et résoudre ainsi certains systèmes non intégrables provenant 
du modèle de Kondo ou du problème à trois corps [3]. 

Le cas le plus simple que nous puissions essayer d’aborder ici est le problème du triangle équilatéral avec les 
conditions mixtes 


& = E = — E3. (7.1) 


Le cas &, = — 1 résoudrait le problème de Dirichlet pour l'hexagone régulier et le cas e, = 1 pour le losange 
(7/3, 2 x/3). Les équations sont communes aux deux problèmes, seule la parité des g diffère. Nous avons 


a; = 7/3; w, = 27/3, @, = — 2 7/3, wz = 0 (7.2) 
et, d’après (3.7), p = n/6,/3. 
; ink . 
pw) = sin (zk cos w) + exp — sin «© |. (7.3) 
3,/3 
Il sera commode de poser 
f@) = sin (ak cos œw) g (w) (7.4) 


de même parité que g,, fonction entière s’annulant sur les w,. On écrira 


in 


cw) = a sin o) » Yw) = Mow). (7.5) 
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Les équations (6.7) et (6.12) deviennent : 


de — 3) sfo - =) + do + =) Alo + =) + cw) hlo) = 0 (7.6) 

= 2 2 = 2 = 

fo $ =) sfo 4 7 + a(o = =) Alo = =) — Ao) fw) = 0. (7.7) 
On notera œ, = © — ane n= — 1,0,1 (mod. 3). 


c(o,) = Cr- (7.8) 

On a c, c3 ¢; = 1. D'où l'écriture abrégée 
ci filo) + © fo) + ¢3 fo) = 0 (7.9) 
C2 Al) + € Po) — ¢3 hlo) = 9. (7.10) 


Nous reportons l'étude de ce système à un travail ultérieur, mais nous montrons pour terminer que ces 
équations sont compatibles avec nos hypothèses de parité en donnant la solution générale pour g,(w). Montrons 
comment (7.9) et (7.10) déterminent les trois fonctions f; modulo deux fonctions arbitraires de période 2 7/3. 
Multiplions (7.9) par c3, (7.10) par c3, ajoutons membre à membre et sommons circulairement sur les indices 
des variables (pas des fonctions) ; compte tenu de (7.8), on a 


> IACH) (c3 + Ci) + > (fo) c3 € + fo) C3 Ci) — D (fi(@2) € € + fo) C5 ca) = 0 


cire. circ, circ. 


soit, Péquation aux différences pour f3, 


EAOa + Gy) = 0. (7.11) 
Explicitement, en vertu de (7.4) et (7.5) 
È g3(@,) sin (wk cos w,) cos @ sin on) =0, (7.12) 
ou encore 
. (27k . 
E (93.41) — Gs(@,-1)) sin Cs sin cn) = 0. (7.13) 
7 J3 
La solution générale de (7.13) est 
g3(@) = u(w) + v(w) sin Cs sin o) , (7.14) 
VE 
où u(w) et v(w) sont deux fonctions arbitraires entières de période 4 et de parités opposées 
u(— w) = e, ulw), v(— w) = — &3 vlw). (7.15) 


Pour déterminer f,, on multiplie (7 .9) par c3, (7.10) par — 74 et on ajoute membre à membre ; on obtient 
2 Par c3 2 


Ja) C3 Cy — fo) C1 C2 + hlo) $+ Ja) i =0 (7.16) 
dont la solution générale est 
3e, & fo) = ew) — fo) cf + fo) + fa) (C3 — ©) (7.17) 


27 
avec aafo E =) = €12(@); €1,2(— ©) = — &3 e, (©); 
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de même, 


3 ¢ filo) = elo) — hlo) 3 + f,(@,) ro + f;(w) (c3 = a). 
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(7.18) 


Cependant les fonctions e, ,(w) de période (2 2/3) ne peuvent être arbitraires, car f, ,(w) doivent être divisibles 
par sin (zk cos œ) comme l’est f,. On a donc à résoudre le problème de divisibilité suivant 


l eilo) — h) à + hlo @ = sin (xk cos w) h,(w) 


elo) — hlo) a + ho) G = sin (ak cos w) h,(w) 


(7.19) 


où les quotients A, (w) sont des fonctions entières. Il vient alors : 


3 glo) exo F cos o) = h,(@) + 2 ig,(o) sin G sin o) 


3 g,(w) ap- n cos o) = h (w) + 2 ig;(@) sin (= sin o) $ 


(7.20) 


Les contraintes de croissance devraient ensuite déterminer u{w) et v(w). 

Dans le cas du triangle aigu quelconque, on pourrait construire explicitement la solution générale de 
l'équation aux différences (6.5) en utilisant la structure polaire des fonctions g, résolvant apparemment — ou 
éludant — le problème de divisibilité (7.19), mais le problème du contrôle de la croissance reste entier. 
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Algorithme invariant pour le développement d’un Lagrangien 
effectif en polynômes dérivatifs locaux 


M. Gaudin 


Résumé. — On explicite un algorithme invariant de jauge pour le développement perturba- 
tif des divers courants (dérivant du Lagrangien effectif issu du déterminant fermionique) en 
polynômes dérivatifs locaux des champs externes. 


Abstract. — A gauge invariant algorithm is given for the perturbative expansion of the cur- 
rents (deriving from the effective Lagrangian constructed with the fermionic determinant) in 
local polynomials of the external fields and their covariant derivatives. 


Dans un travail récent, Aitchison et Fraser exposent, de facon détaillée, diverses applications 
d’un procédé de calcul du Lagrangien effectif en puissances du champ externe et de ses dérivées 
[1]. Le principe de la méthode remonte aux premiers calculs de l’anomalie, par exemple ceux de 
Bardeen dans le cas non-abélien [2]. Pour “archaiques” que soient parfois considérées de telles 
méthodes, elles demeurent toujours aussi simples et efficaces à en juger par les publications 
récentes, bien qu’elles n’aient peut-être pas l’élégance des méthodes de temps propre [3]. 

On voudrait montrer ici comment le procédé classique des auteurs cités et de bien d’autres 
sans doute, peut être systématisé pour donner lieu à un algorithme invariant, sinon une formule 
explicite, qui rende le calcul des polynômes dérivatifs constituant les courants aussi automatique 
qu’un calcul de trace. Il s’agit d’une formule pour les courants et densités et non pas directement 
pour le Lagrangien lui-même auquel on peut cependant remonter très facilement à partir de 
ceux-là. 


1. Algorithme pour les courants 


Le Lagrangien effectif local L(x) obtenu par intégration sur les variables fermioniques et véri- 
fiant 


ed £ d'a [Dave ei J 62 -m)# dx 
(1) 
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est une fonctionnelle des champs externes inclus dans le terme V. Prenant l’exemple du champ 
chiral jaugé (pour le groupe SU(N) x SU(NV)) on aura 


1 : 
V = ZV (B+ Ars) +o + iny (2) 


1 1 ; : 
où -B et -A désignent le champ vectoriel et le champ axial, o et m le champ scalaire et le 
i i 


pseudo-scalaire, opérateurs matriciels N x N, hermitiques et de trace nulle. De Paction L, 
logarithme du déterminant fermionique. 
iL = Tr log (iy-0 — V — m) (3) 


dérivent les courants et densités 


he 1 
SB) Tiyo- V-m. i 
L 1 (4) 


ot tr est la trace partielle, portant seulement sur les matrices de Dirac. Le potentiel V étant 
considéré comme une perturbation, ce qui revient 4 supposer que la masse m est grande par 
rapport aux basses énergies d’intérét, les expressions formelles (4) engendrent la série de per- 
turbation usuelle que nous écrivons d’abord dans la représentation impulsion. On a besoin de 
la transformée du potentiel 


1 
Viz) = | d*pV(p)e?*, (d*p= q’ 5 
où V(p) décroit suffisamment vite avec le transfert p pour que toutes les dérivées du champ 
soient représentables sous la forme (5). On obtient ainsi pour la transformée du courant 


~ 1 1 
Y] = Ki — 4K d‘5 
ij(q) fs 1 —q)d'Kid°ptr nn 


~ ~ 1 1 1 
7 / 6 (Ky —q) d*Rid*Kod'p tr Val Vi aha (6) 
P2 — M Pi M pom 


avec 
p=p+K ; Vo =V(K:- Kə), …, Vio=V (K). (7) 


On a écrit p—m pour yp-- m. Il est entendu que les trois premiers termes de ce développement 
sont indéfinis du fait de la divergence sur p. Ces termes n’ont de sens qu’aprés régularisation ; 
on choisira celle de Pauli et Villars qui a l’avantage de préserver les identités de Ward à chaque 
ordre [4] 


(processus! => 5 — D: avechm? = 2M?). (8) 
m M 


Les intégrales sur les K; sont sans danger, selon l’hypothèse que le champ externe est à variation 
lente. Il est alors possible de développer les intégrants de la série (6) en puissances des transferts 
(|K/m| « 1) de façon à obtenir, après retour à l’espace direct, des polynômes locaux du 
potentiel et de ses dérivées successives. On écrit 


1 1 1 1 


= K he 
p+K-m en ET ) m (9) 
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ce qu’on peut considérer soit comme un développement formel au méme titre que (6), puisque 
les transferts d’impulsion et le potentiel doivent étre traités sur le méme plan dans une théorie 
de jauge, soit comme une série convergeant dans un certain domaine de p (la région euclidienne 
p? < 0) Vintégration sur p étant réservée. 

Ceci admis, considérons le facteur suivant du terme général dans l’écriture (6) 


E EE 


aa VIK Bas 10 
ptKi-m p-m : p-m p— Co (10) 


Or Kı ... V (Kı) est transformé de Fourier de —ið ... V(x), où la dérivation porte sur la 
fonction V(x) située à droite de 0. Regardons ensuite l'effet d’un facteur K2 provenant du 
terme (p + Kz — m)! 


Kə... V21... V10 = Ko1...Vo1...Vi0 + Ky...Vo1...Vio (11) 
Los | T y 
> —i0 …. VV 100 V OV 
= —i0 .. VV 


où la dérivation porte donc finalement sur le produit écrit à droite de ð. Le facteur K3, et 
ses diverses puissances, agissent dans l’espace direct comme opérateurs de dérivation sur l’ex- 
pression située à leur droite dans l'écriture ordonnée du terme général de la série (6). De 
cette remarque, appliquée de façon récurrente à tous les transferts (et leurs puissances) ainsi 
décomposés (K4 = K43 + K32 + Ko, + Kı), découle, en repassant de la convolution au produit, 
le développement en série formelle suivant 


1 1 
=> 4s ae v y 
E [a rar aes OTTEET he ee (12) 


qui mélange manifestement x et intégrale sur l'impulsion courante p de la “boucle” fermionique. 

La variable p joue un rôle inerte par rapport à l'algorithme dérivatif défini par le développement 

formel en puissance id. Il faut enfin bien voir que la série (12) ne résulte pas directement du 

développement du courant dans l’espace x et que l'analyse précédente apparemment triviale 

est nécessaire pour obtenir les coefficiences du polynôme dérivatif comme des intégrales sur p. 
On peut encore écrire 


1 1 1 
i Trj(x)f = d*p V V ... V———-7f 13 
BTL >» PU or om ion) (13) 


où f est une matrice arbitraire constante d'ordre N. La notation Tr signifie trace totale. 
Toujours considérée comme série formelle, la somme (13) peut alors être remaniée de façon à 
grouper les termes de degré total donné en puissances de 0 ou V. On obtient évidemment 


i Tr j(x f= fate T- Trn =e TA yf (14) 


ms wel 1 
oe cers 
n=l 


avec la notation des dérivées covariantes relatives au groupe chiral si l’on exclut l'interaction 
scalaire et pseudo-scalaire 


D) +f (15) 


p-m 


D” =ð +iV =ð + B+ Ays = D + A. (16) 
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Le résultat (14) reste aussi valide quelque soit V, en particulier interaction choisie en (2). 
La série (15) est une somme de polynômes dérivatifs du potentiel local dont les coefficients se 
trouvent donnés par une intégrale proportionnelle à m~‘"—%) pour le degré n et convergente 
au delà du 3-ième ordre. En deçà, il faut comprendre (15) avec la régularisation Y’. 


La formule se présente comme un algorithme dérivatif “formellement” invariant de jauge. 
Mais il faut montrer que cette invariance est réelle, c’est-à-dire que les termes sont fonctions 
des champs et de leurs dérivées covariantes pour le sous-groupe diagonal SU(N). 


2. Preuve de l’invariance de jauge 


Considérons l'effet d’une transformation w € SU(N) sur les potentiels, et sur le terme général 
de la série (15) : 


VV: A => AY =wut Aw 
B — BY = wtBw +wtôw (17) 
De —wtD(wy), Yọ. 


Prenant comme terme général le terme atypique du troisième ordre pour alléger l'écriture, 
nous écrivons la contribution au courant transformé 7” 


TrJ” f 


| 
ss 
rs 
Si 
z 
as) 
l 
€ 
+ 
S 
€ 


Or, les opérateurs D contiennent des dérivations portant sur toute fonction écrite à leur droite ; 
on en déduit 


Tr 5% f = Tr wfwtj + [apn fut À (19) 


où le symbole ale) signifie que les dérivations issues de l’opérateur entre parenthèses portent 
au moins une fois sur le facteur w écrit le plus à droite. Pour que j soit invariant, c’est-à-dire 
que l’on ait 7” = wt jw, il suffit que le second terme de (19) soit identiquement nul. Montrons 
que c’est le cas au delà du troisième ordre du fait de la structure particulière de l’intégrale p 
quand elle converge. (Pour l’ordre inférieur à quatre, ce sera le cas pour les termes subsistant 
après le processus X’, c’est-à-dire les termes logarithmiques dans les masses.) 


Ecrivons pour abréger 1/p au lieu de 1/(p — m). Nous avons, selon la prescription définie 
plus haut 


T4 21-51 í | 
-D-D-D-yf |] w= 
P P P P 
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a E 
> (inipon) CNT 
pp p p 


3t 


1 1 11 
+ “T zp) Oru W 
2 p'p p É 
1 1 1 1 
+ -TI Lankat) Ov = 
EG ppp j 


1 
fees (pions) GNT 
À p 


Op Ep 
1 ð 1_1 
2! Op, Op (oi) Pat 


44 a Le Or, w 
3! Op,Op,Op, \ p”) O 


L'extension de l'écriture à un ordre quelconque est évidente. Nous constatons alors que les 
intégrants constitués par le second membre de (20) donnent lieu à des intégrales convergentes 
et égales à zéro pour n > 3. On a, en effet 


[re ERDE 
Pap (p-m p-m oh (21) 


n facteurs 


Par contre le terme de troisième ordre (que nous avons pris pour abréger) échappe à cette 
conclusion. L'intégrale au second membre est encore (conditionnellement) convergente, mais le 
résultat est non nul concernant les courants j et j5 pour n = 3. 

Nous avons donc le théorème que le développement formel (15) en puissances de D est 
effectivement invariant de Jauge (SU(N)) à partir de l’ordre quatre (terme en m~!) pour p 
et ps, et à partir de l’ordre cing (terme en m~?) pour j et js. L’intégration sur la variable de 
“boucle” fermionique p combine les coefficients tensoriels de façon à ne faire intervenir que les 
commutateurs des dérivées covariantes DZ = D + A. On peut donc se passer finalement de 
la matrice constante f de la définition (15) puisqu’au total la dérivation ne porte pas sur elle, 
mais c'est ce qu'il fallait prouver. 

Enfin ce développement vérifie les relations de conservation 


[D3] + [Ajs] = 0 


[Djs] + [Aj] = 2mps (22) 


qui doivent être comprises ici ordre par ordre, supérieur au 3-ième pour les courants. L’anomalie 
se situe au 3-iéme ordre (m?) des courants qui est indéfini tandis que l’ordre de 4 de ps est 
convergent. Le processus de régularisation X’ évacue complètement le problème de définition, 
puisqu’il opére la compensation totale des termes “intéressants” de degré zéro dans la masse, 
l’anomalie étant essentiellement le terme de “mps” en m°, tout au moins la partie de mps qui 
ne dérive pas d’un Lagrangien local, en vertu de la relation 


[Das] + [475] = 2mps(m) - 2Mp5(M) 
=> 2mps(m) + Anomalie . 
3. Applications 


Il s’agit simplement d’illustrer la méthode par quelques exemples sans donner les détails. Rien 
de nouveau jusqu’au quatriéme ordre ot tout a été dit. 
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3.1. COURANTS AU TROISIEME ORDRE 


RL 


ij 


il 
sf 
ee 
ow 

A 

B 

E 
© 

i 
cs 

2 

x 

5 


(23) 


YR,L 


L’invariance n'est garantie par le théorème que pour le terme divergent logarithmique. On 
obtient tout de suite 


| i MA TAR , 
J. = Tazz 08 Jz [Di [DÉD\]] (24) 
dérivant du Lagrangien 
1 M? 4 R DR 
ax 8 m2 d L Tr Paud Au (25) 


qui renormalise le Lagrangien non-perturbé usuel. 


3.2. DENSITÉ PSEUDO-SCALAIRE AU QUATRIÈME ORDRE. — Ce terme fournit l'illustration la 
plus simple du cas convergent. 


4 
1 1 
ps D) 5 
— NM 


pom 


| 
| 
nn, 
en 
> 
Se 
A 
# 
HP 


(26) 
qtr D'(p+m)D"(p+m)D"(p+m)D° . 


Il 
— 
z 
en 
= 
Sh 


=) 
Pour revenir au cas le plus général, les coefficients du polynômes dérivatif sont déterminés à 
partir de l'intégrale 


iste = | ———— Pr»PuPv 
App be ae ea PU p 

2k indices ( k — 2)! (27) 
(n) aa AAT Bh 4): 2(k4+1-n) 

Dvr ii = al ) “wak — D Dugro vee 


(gx, est le tenseur métrique diagonal + - --) où la somme proportionnelle au tenseur comple- 
tement symétrique à 2k indices comprend 2k!/2*k! systèmes de contractions. On obtient très 
automatiquement à partir de (26) le résultat classique de Bardeen 


1 
_Imps = 7 = we [D Ap] + [Dx Du] [D,D] (28) 


- (aD, | + [AaAy]) (DL Dp] + [AvApl) — 243 [D,D] Ap) } 
<a = {2 (Das Aw A An + Ay Ay Ap] + (ID; Au] [Ap Aa] 


+ [Da [Da [Dy Ap] — [Ad [Ay [Du Aull] + [Pa [Ay (PP all] - [Aa [De (D, DA} 


dont l’invariance est manifeste. Le terme en € constituera l’anomalie, tandis que le reste 
dérive du Lagrangien 


Le = Jr {paf + [4A] = a ([D Da] - AA) ) : (29) 
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en ce sens que les courants j et js dérivant de Le vérifient les identités de Ward (22) avec 
la densité ps issue de (28), modulo le terme d’anomalie en e. Concernant la notation, nous 
avons toujours adopté la convention de sommation des indices tensoriels répétés en omettant 
le tenseur métrique nécessaire : 


AA; > Y AAag™ = YALA, 
x 


PyyFup > So Pag =>. de ‘ 
H 


3.3. COURANT AU CINQUIÈME ORDRE (m ?). — Pour illustrer la méthode, il suffira de se 
restreindre au cas où le vecteur axial A est nul : D” = D. 


Í 1 Pe 
= x f tou ( D) y 
i p-m p-m 


7 d‘*p Ps Rs à 
j-e=-— | ———; tr Pei berpespespespeDe, De, De, De, Des (30) 
(m? — p°) 


où e;, e sont des vecteurs indiciels d’un repère de Lorentz quelconque. On écrit e; pour y-e;, 
P pour yp + m ; Il suffit de calculer les traces et d’utiliser (27). On obtient dans une première 
étape automatique 


d*p > Bas 
(mm? — 92)" tr per, ... peg = T (eye2, ate eg) 


í - 15 (erez) (e9-e4) (e5-e6) + JD + (e1 e2) (e3ʻe4) (exe) (31) 


= 1972 
lex 10% 15t. 


= (e1 -€2) > + (e3-e4) (es-eç) = (ey -e4) 5 + (e2:€3) (es-e6) 
3t. 


3t. 


= (es-e4) DZ + (e1-e2) (e5-¢6) + 5 5 CO) 


e i circ.6t. 
7 5 (x + (e2-e3) (e4-e5) (e1-e6) + Ÿ + (e1-e2) (es-es) eres) 
15t. 15t. 


Les sommes symétriques sont des hafniens, les sommes alternées J +, des pfaffens, avec le 
3t. 
nombre de termes indiqués sous chaque somme. Comme T (e1 ... eg) doit posséder l’invariance 


circulaire, écrivons (31) sous une forme qui la manifeste 


Ther e6) = os (20 +138 — 177 + 86 + 18e} (32) 
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avec 
a = (e1-e4) (e2-e5) (e3-e6) 


5 (e1:€2) (e3-e4) (€5-€6) 


i 


D 
Il 


circ. 
2t 


> (e1-e2) (es-es) (ee) 
circ. 
6t. (33) 


X` (e1-e2) (es-eç) (e4es) 
circ. 
3t 


bD (e1-€4) (€2-€6) (€3-€5) 
circ. 
3t. 


Il n’est pas évident de regrouper les termes de la somme 


2 
Il 


DH 
Il 


mM 
Il 


jre=— J T(e.….ese) De, -Des (34) 


e1-..85 


en commutateurs emboités, sauf si l’on a la liste des invariants ou covariants possibles à tel 
ordre, ce qui est facile à établir. Enfin l’invariance circulaire permet de remonter directement 
au Langrangien et l’on obtient à cet ordre 


. ôL 
ij = 3B (35) 
m~? 4 2 2 
L= soa fa x {13[D,, A =D, Bal } (36) 
qui ne fait intervenir que deux des trois invariants possibles. 
3.4. COURANT AXIAL AU 5-IÈME ORDRE 
fh $ 1 Yo 
ijs = afer tr (=p) yy. (37) 
i p-m p-m 
on obtient de la même que précédemment : 
m2 
le-j, = nel —  4(12) + 2(12) + (13) + (23) + (15) + (25) — 2(14) — 2(34) 
4|123456| — 2]234516| — 21124536] (38) 


1 
5 (1231546| + |234516| + 123546] + |124536|)} De, De, Des Des Des 


où l’on a écrit pour abréger, e = eg, 


(12) = (e1-e2) [eseseses| = (€1-€2) Eeze4e5e6 


[123456] = Ÿ +(e1-e2) leseseses| (39) 
15t. 
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On a encore 
e js = — 7 {2(12)-+2(45) ~2(51) + (28) + (34) (14) + (25) —3(13) -3(85)}De, Des - (40) 


Sur les six covariants vectoriels possibles n’en figurent que quatre pour donner 


(js), = -Er = Duk Nol Pau + Fou (Da, FE] +2[Dy, Fry) Fi, +2Fi,[Dx, Ful} 
avec 1 
Fu = [D), D,] ; E; = peru EAn . (42) 


3.5. DENSITÉ PSEUDO-SCALAIRE AU 6-IÈME ORDRE 


1 s | 
= dí Dt — D 7 43 
Ps f Pp (= ) pom” (43) 
On obtient très directement 
m-3 
ps = Os + (e)-e2) jege,e5e| — (e1-e2) |esesesel (44) 


15t. 


— (e)-e4) |ege3e5e] — (e3-e4) lererese| | D. D, De 
et finalement 


—3 
ps = {[Da (Dr, Furl] Fis + FX [Da (Dx, Full +[Dx, Ful (Ds, Fin] - Fau Fi Faa} 


m 
967? 
(45) 
ce qu’on pouvait obtenir directement de la relation (22), [D-Js] = 2mps, à l’aide de l'identité 
de Jacobi et de lidentité FF*F = F*FF qui dérive de celles-ci y (e1-€2) |e2e3e4e5| = 0. 


circ. 
Il serait évidemment plus intéressant de calculer ps avec le vecteur axial en vue de l'équation 


PCAC relative au soliton chiral, mais il faut un peu plus de temps. 


3.6. ADJONCTION DU CHAMP CHIRAL. — L’adjonction à V du champ chiral o + imyş qui 
se transforme selon la loi a = o + im — uavt, u x v € SU(N) x SU(N), laisse aussi valide 
la formule (15). Nous avons effectué le calcul de ps au quatrième ordre inclus ; les termes 
contenant g sont nombreux, mais faciles à obtenir. Voici le résultat ø = 0, ce qui suffit pour 
manifester l’invariance diagonale : 


2 
= [e TE et tr (—(D, x]? + (4,1)? +74) - T -RDA (A,x i (46) 


p5 = 


avec la notation (A, x) = Am + TA. 
Dans le cas ao # 0, le terme divergent manifeste l’invariance chirale complète ; définissant la 
dérivée chirale 
D°(a) = Da — aD? = [D, a] — (A, a), 
on obtient 


2: ‘a log we tr (—D*(a)(D"(a))* + (aa*)*) b LA (47) 


PE ór | 167? 


qui renormalise un éventuel Lagrangien non-perturbé. 
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3.7. COURANT j AU 3-IEME ORDRE EN #7. — Il suffit de développer la formule (14) au 
troisiéme ordre en 7, 
i = fap ID in l in l (48) 
J p r" Bp m+iD 5m +iD Bp- miD 


pour obtenir le terme dominant (au 6-iéme ordre de perturbation) 


ij = ~i? f dp 
(pP — m?) 


tr(p+m+iD)ar(p—m+iD)a(p+m+iD)a(pt+ mst id)yy5 


soit 
dr 
JA can] D mai ar {r D, nD TD, — Dun 2D,rD, + D,rD,r 2D,r — D, aD aD pT} 


et enfin 
1 fi\° . 
sca (E) Eve Dua [Dea] [Don] + (Dur, Fun} (49) 


expression évidemment similaire à celle du courant de Goldstone et Wilczek [5], mais seule 
subsiste ici l’invariance diagonale du fait du choix ø = 0, et aussi A = 0. En l’absence du champ 
chiral o + ir, il suffirait en principe d'utiliser l’équivalence (modulo l’anomalie due à la mesure 
fermionique) [6] du modèle o au couplage vectoriel-axial (m = 0, y = mo(o + im) = wt ; 
AE = B+ A =utðu, Al = B — A = vt ðv) et de calculer le courant au troisième ordre. Ceci 
nous ramène à un point qui n’a pas été abordé en 3.1 car il dépasse la simple application de 
l'algorithme. 

Si l’on veut établir une expession définie du courant du 3-ième ordre à partir de la donnée 
perturbative formelle (15), il faut faire appel à une régularisation plus fine que le processus 
soustractif X’ qui évacue l'information. Se pose donc la question d’une représentation inté- 
grale analogue à (15), mais finie et invariante (l’invariance n’est assurée par le théorème de la 
section 2 que pour la partie “divergente” calculée en 3.1). D'abord il suffit d'introduire une 
coupure en —p? = M? dans l'intégration euclidienne pour définir celle-ci. Ensuite, on constate 
le fait suivant : si l’on ajoute à l'expression (15) un courant complémentaire ad hoc défini par 
Vintégrale de surface 


RL 7 4. à 1 3 ita 
? =- d t D” 50 
(33 ), 3 —p? <M? p apy F pom 2 ( ) 


il en résulte que seule reste non-invariante la partie en £, le reste dérivant du Lagrangien 
2 


(29) pour la partie finie, et du Lagrangien (25) pour le terme en log —>. La seule partie 
m 


ja = 


non-invariante qui découle de l'algorithme ad hoc (23) + (50) est l'opérateur dérivatif 


1 


GX) poninv. ~~ DD} D} ` (51) 


Une fois soustrait (51) de (23) + (50), on obtient un courant invariant qui, pour la partie en € 
qui nous concerne, s'écrit 


w&. 
> 
II 


1 
+ eau 4 2A, AY Ay + = Š D,D, |A, + 2A, [D,D] 
1272? 2 (52) 


| 1 
IQ) =+ Jone deve {[Du Av] Ap + Ap [Dy Ac]} ; 
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où les points désignent le terme dérivant de (29). Enfin, l’on vérifie les identités 
pee eae) 


1 RDpRDRDR 
MP5 — ge Envo DY Da Dy Dp 


dS 
w 
ne 
Be 
Il 


L L l LpLpLpL (a3) 

[D J | = -mps + ge Eure Dy DoDD; 

où ps est donnée par l'expression (28), et où le terme supplémentaire en € est précisément cette 
partie de l’anomalie due au jacobien des fermions. La formule de Goldstone- Wilczek s'obtient 
alors de (52) en prenant les champs A7 = B + A comme des jauges pures : par exemple si 
AT =0, AR = utðu, i 


; ae gs RARAR 
JA, e 72472 Eruvp Ay Ay À, (54) 
GE og 
Jy See 
3.8. ANOMALIE EN DIMENSION QUELCONQUE. — La formule (15) s’étend naturellement à 


toute dimension Q, en introduisant l’algébre de Clifford convenable (d'ordre 2%). La densité 
Po+1 contient le terme d’anomalie proportionnel à m7! 


1 f d@p 1 oo 
ee | —& in Sop, 55 
pQ+1() 76 i m0 tr (- = Te ) = m ett (55) 


où l'on a écrit D pour yD. On se restreindra par simplicité au cas de vecteur axial nul, A = 0. 
Pour une dimension paire, avec la métrique de Lorentz, on a 


Q = 2q, You = 1 Von Yaq—1 3 EL = 275 Gy = 1 (56) 
et , 
d% p a Q-1 
pan = (-)" f tx(D(p +m)" Dron | (57) 
Q ) (On)? pme) Q 


Le seul problème est de calculer la trace, ce qu’on fait commodément en introduisant l'algèbre 
y de dimension (Q + 1) et la transformation canonique 


1 
y= Fat Yori! = Y+ (58) 


On écrit alors 


' ut 1 R 
tr = tr(7-D(y"p + m)) 9Y -Dygy = =((7D)(xp)) TYD 


1 
avec 
yP=yptimyesy P= (p,m), D=(D, 0) (59) 
La trace porte sur un nombre impair de matrices y, mais la dimension est impaire. Elle se 


décompose en systèmes de contractions usuels multipliés par tout détriment formé sur Q +1 
vecteurs. Les seuls non-nuls sont formés sur Q vecteurs D et un seul p ; on en déduit 


Le 25 E R ~ 
tr= =(P)" imtr(y-D) yoy (—)17! 
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d’où le résultat connu [7] 


(1) 


[2] 
[3] 


dip m? 
= — + .D\Q 
MP+ = f (2x )?9 (p? — m2) t! tr(y-D) V+ 
1 


= (Qn)4q! du As D;\D,D,D, tee (60) 


12 
= aa {Fo F23 e. Foq-2, 24-1} . 
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